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Introduction
La diﬀusion de la lumière est un phénomène qui se produit dans de nombreux
éléments de la vie courante. Par exemple, le brouillard occulte l'horizon par diﬀusion
de la lumière sur les gouttelettes d'eau, ou encore, la couleur bleue du ciel résulte de
la diﬀusion des rayons directs du soleil plus eﬃcace pour les longueurs d'ondes les
plus faibles. Au c÷ur de ces phénomènes de diﬀusion intervient l'interaction entre les
atomes et la lumière. Cette interaction est étudiée dans des domaines scientiﬁques
très variés, allant de la biologie, par exemple pour l'étude de la photosynthèse, à la
chimie avec l'étude des réactions photo-induites, ou encore à la physique. Du point de
vue de la physique, cette interaction fait l'objet d'études dans des sous-domaines très
diversiﬁés, incluant notamment la physique du solide, avec l'étude de la diﬀraction
des rayons X, la microscopie par ﬂuorescence, les boîtes quantiques (Brandes, 2005)
ou encore les atomes froids. L'objet de cette thèse est d'étudier l'interaction lumière-
matière d'un point de vue fondamental, c'est-à-dire en n'utilisant que quelques atomes
froids et un faisceau lumineux.
De la diﬀusion de la lumière à l'interaction dipôle-dipôle
La diﬀusion d'un faisceau lumineux sur un seul atome est aujourd'hui bien com-
prise et est modélisée par les équations de Bloch optiques (Cohen-Tannoudji, Dupont-
Roc, et Grynberg, 1988). Cependant, si l'on place un second atome juste à côté de ce
premier atome, le problème étudié se complexiﬁe. En eﬀet, le champ total reçu par ce
second atome est la somme du faisceau lumineux incident et du champ rayonné par
le premier atome. La diﬀusion de la lumière par le second atome est donc modiﬁée
en présence d'un autre diﬀuseur proche de lui. De la même façon, le rayonnement
du premier atome est lui aussi modiﬁé. Chacun de ces atomes pouvant être consi-
déré comme un dipôle, on parle d'interaction dipôle-dipôle pour désigner l'action du
champ émis par un atome sur un autre. De plus, si le champ diﬀusé par le premier
atome est à résonance, ou proche de résonance avec la transition du second atome,
on parle d'interaction dipôle-dipôle résonante.
La modélisation de l'eﬀet de l'interaction dipôle-dipôle sur la diﬀusion de la lu-
mière en présence de deux atomes est bien comprise et a fait l'objet de nombreuses
études, voir par exemple (Milonni et Knight, 1974). Si l'on prend un milieu compre-
nant N 1 atomes en interactions, placés aléatoirement dans l'espace, le problème
se complexiﬁe signiﬁcativement. En eﬀet, le comportement de chaque atome dépend
du comportement et de tous les autres et il devient nécessaire d'étudier le comporte-
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ment collectif des atomes. À ce jour, il n'existe pas de solution générale au problème
physique d'un ensemble de N corps en interactions. Numériquement, la modélisation
quantique du comportement de ces ensembles, au travers des équations de Bloch op-
tiques, suppose de travailler dans un espace de Hilbert de taille 2N pour des atomes à
deux niveaux. Dès que le nombre d'atomes dépasse quelques dizaines, la résolution de
tels systèmes d'équations devient impossible dans le cas général. Nous verrons, à la
ﬁn de l'introduction, les diﬀérents régimes que nous avons étudiés et qui permettent
de simpliﬁer en partie ce problème.
Eﬀets de l'interaction dipôle-dipôle
Nous allons maintenant présenter les eﬀets de l'interaction dipôle-dipôle sur les
atomes et sur la diﬀusion de la lumière qui en résulte. Dans un premier temps, nous
allons raisonner sur deux atomes seulement, et nous allons supposer qu'ils possèdent
deux niveaux chacun. En présence d'interactions dipôle-dipôle entre les atomes, les
propriétés des atomes sont modiﬁées. Pour comprendre qualitativement cet eﬀet,
regardons le champ rayonné par un atome. À courte distance r, le champ rayonné
par un atome est E(r)∝ ~Γ
(kr)3
avec ~=h/(2pi), h étant la constante de Planck, Γ, la
largeur naturelle de la transition et k, le vecteur d'onde de la lumière émise. Si les deux
atomes sont séparés par une distance de l'ordre de λ¯= k−1, ou plus petite, la force de
l'interaction, qui est proportionnelle à V (r), est de l'ordre de Γ, soit de l'ordre de la
largeur naturelle de la transition atomique. La grandeur de cette interaction conduit
à des modiﬁcations importantes des propriétés atomiques. La Figure 1 résume cet
eﬀet sur deux atomes.
λ
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Figure 1  a) Atome à deux niveaux. |f〉 représente l'état fondamental et |e〉 repré-
sente l'état excité. La longueur d'onde de la transition est λ et sa largeur Γ. b) Représenta-
tion des niveaux d'énergie de deux atomes ainsi que de l'action de l'interaction
dipôle-dipôle. c) Sous l'eﬀet de l'interaction dipôle-dipôle, les niveaux d'énergie
à deux atomes sont modiﬁés d'autant plus que la distance entre les particules
est faible.
Il y a deux principales modiﬁcations des propriétés atomiques qui résultent de
l'interaction dipôle-dipôle résonante entre des atomes : la modiﬁcation de la forme
de la raie d'excitation collective ainsi que la modiﬁcation des durées de vie des états
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excités. Tous ces eﬀets sont regroupés sous l'appellation d'eﬀets collectifs, ou coopé-
ratifs, selon les auteurs. L'élément important pour déﬁnir ces eﬀets est qu'il s'agit, de
manière générale, de tous les eﬀets qui se produisent dans un milieu et qui ne sont pas
proportionnels au nombre d'atomes en présence. L'utilisation de l'interaction dipôle-
dipôle est un moyen de créer cette collectivité. Nous présentons ci-dessous les deux
eﬀets induits sur les propriétés atomiques par l'interaction dipôle-dipôle.
Premier eﬀet de l'interaction dipôle-dipôle : modiﬁcation de la forme de
la raie d'excitation collective à deux atomes...
Le premier eﬀet de l'interaction dipôle-dipôle est de modiﬁer la forme de la raie
d'excitation collective. La Figure 1 c) représente l'énergie des deux atomes en fonc-
tion de la distance interparticulaire. À grande distance interparticulaire, l'eﬀet des
interactions est négligeable et le diagramme d'énergie est celui de deux atomes in-
dépendants. En revanche, lorsque la distance interparticulaire diminue, l'interaction
lève la dégénérescence et le diagramme d'énergie vient se diviser en deux branches.
Aﬁn d'exciter l'un des états collectifs de ces deux atomes, c'est-à-dire d'exciter l'une
de ces deux branches, il est alors nécessaire de modiﬁer les propriétés du faisceau
excitateur, notamment sa fréquence. Cette modiﬁcation du diagramme d'énergie col-
lectif a aussi pour eﬀet de rendre impossible l'excitation des deux atomes avec un seul
laser : le niveau d'énergie doublement excité est alors hors de résonance. Cet eﬀet est
appelé blocage photonique de l'excitation (Ott et al., 2013).
... et à N atomes
On peut généraliser cette approche à N atomes. La Figure 2 représente le dia-
gramme d'énergie collective de N atomes en présence d'interactions ou non. Cette
échelle d'énergie cumulative est appelée échelle de Dicke (Dicke, 1954). Sur la ﬁgure
a), il n'y a pas d'interactions entre les atomes. Les niveaux d'énergie sont tous séparés
de ~ω0, l'énergie de la transition atomique. Les niveaux d'énergie sont tous dégéné-
rés sauf les états extrémaux, qui correspondent à tous les atomes dans le niveau
fondamental : |ff..f〉, ou tous les atomes dans le niveau excité : |ee..e〉.
Si l'on ajoute maintenant les interactions dipôle-dipôle entre ces atomes, les ni-
veaux d'énergie intermédiaires sont modiﬁés. On voit apparaître de multiples niveaux
d'énergie dont les fréquences d'excitation sont diﬀérentes. Si l'on eﬀectue une étude
spectrale, par exemple, en venant sonder le premier état excité avec un laser depuis
l'état fondamental, on obtient une raie d'excitation collective qui est nettement plus
large que la raie d'excitation d'un atome isolé (Chomaz et al., 2012).
De plus, le centre de cette raie peut être décalé, on parle alors de Lamb shift
collectif (Friedberg, Hartmann, et Manassah, 1973). Cette modiﬁcation de la raie
centrale d'excitation peut être comprise qualitativement de deux façons. La première
façon consiste à remarquer que l'énergie moyenne de l'interaction dipôle-dipôle entre
les atomes est non-nulle. On a donc la raie collective d'excitation qui est déplacée
de cette énergie moyenne. La seconde façon consiste à faire appel au Lamb-shift des
atomes. En eﬀet, sous l'action du champ du vide environnant un atome unique, les
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Figure 2  a) Échelle de Dicke
d'un ensemble de N atomes sans
interactions. Chaque niveau, excepté
les niveaux extrêmes, est dégénéré. Le
premier niveau excité est dégénéré N
fois. b) Échelle de Dicke d'un en-
semble de N atomes avec les inter-
actions dipôle-dipôle. Les dégénéres-
cences sont levées, et les nouveaux états
de Dicke ont des temps de vie qui sont
modiﬁés : Γ1 6= Γ2 6= Γ′1 6= Γ.
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niveaux d'énergie de celui-ci sont modiﬁés. Si on considère ce même atome, mais
environné de nombreux autres atomes rayonnant chacun un champ dipolaire, alors
l'environnement électromagnétique de l'atome est grandement modiﬁé. Cela a pour
conséquence l'apparition d'un Lamb shift collectif et donc un décalage de la raie
centrale d'excitation.
Second eﬀet : modiﬁcation des durées de vie des états excités
La seconde modiﬁcation qui résulte de cette interaction dipôle-dipôle concerne les
durées de vie des excitations dans les atomes, qui sont modiﬁées par rapport au cas
d'un atome isolé (Dicke, 1954). En eﬀet, sous l'eﬀet des interactions, la durée de vie
des états est soit augmentée - on parle alors de sousradiance - soit diminuée - on parle
dans ce cas de superradiance.
Nous introduisons ici les appellations courantes : la superﬂuorescence est un phé-
nomène qui prend place lorsque tous les atomes sont dans un état excité et qu'ils
émettent N photons en un temps 1/(NΓ). La superradiance, quant à elle, consiste
en un eﬀet à un seul photon délocalisé sur tout le nuage et qui est émis à un taux
NΓ. La superradiance à un seul photon peut être interprétée classiquement comme
l'interférence constructive des champs rayonnés par les N dipôles, tous en phase,
contenus dans un volume λ¯3. Tous les champs émis étant en phase, une interférence
constructive conduit à une désexcitation du nuage N fois plus rapidement que s'il n'y
avait qu'un seul atome. Dans certains cas, la phase relative entre les atomes conduit
à des interférences destructives entre les atomes, donnant naissance au phénomène
de sousradiance.
Il est également possible de comprendre ces eﬀets de façon quantique. En eﬀet,
le phénomène de désexcitation spontanée d'un atome correspond au couplage d'un
atome excité avec le champ du vide environnant. En présence de nombreux champs
rayonnés par les autres atomes environnants, le champ perçu par cet atome est diﬀé-
rent du champ du vide. De cette diﬀérence naît la modiﬁcation des durées de vie des
états excités. Ces deux eﬀets - que sont la sousradiance et la superradiance - ont fait
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l'objet de nombreuses études théoriques, voir par exemple (Gross et Haroche, 1982;
Scully et Svidzinsky, 2009).
Bref état de l'art des mesures expérimentales
La superradiance tout comme la sousradiance ont fait l'objet de nombreuses études
dans les années 1970. Ces études ont permis la conﬁrmation de la validité d'une
partie du modèle de Dicke, avec l'observation de la superﬂuorescence, notamment
dans un gaz de sodium (Gross et al., 1976). Elles ont principalement été eﬀectuées
dans des gaz d'atomes placés dans des états fortement excités - dits états de Rydberg.
L'utilisation de ces atomes de Rydberg permet de simpliﬁer la condition portant sur
la dimension du milieu qui doit être de l'ordre de λ/(2pi). En eﬀet, les longueurs
d'onde des transitions pour des atomes de Rydberg sont de l'ordre de λ∼ 1−10 mm.
Le phénomène de sousradiance a lui aussi été mesuré dans des conditions similaires
(Pavolini et al., 1985). Par ailleurs, une expérience utilisant un gaz de HF a aussi mis
en évidence la superradiance (Skribanowitz et al., 1973). Il est important de noter
que dans toutes ces expériences les interactions entre les atomes étaient négligeables.
L'étude de ces eﬀets connaît actuellement un renouveau, dans trois contextes dif-
férents. Dans chacun d'eux, les interactions jouent un rôle important dans la diﬀusion
de la lumière dans le milieu considéré alors qu'elles avaient été soigneusement évitées
auparavant. Il s'agit tout d'abord d'étudier la diﬀusion de la lumière dans les milieux
ultra-froids et très denses tels que les condensats de Bose-Einstein ou les mers de
Fermi dégénérées quantiquement (Chomaz et al., 2012). En eﬀet, la diﬀusion de la
lumière est fortement aﬀectée par la forte densité atomique des milieux, les interac-
tions entre les atomes sont dans ces cas très fortes. Cela introduit des biais dans les
mesures telles que celles du nombre d'atomes ou de la densité du milieu, en raison de
la dépendance non triviale de la diﬀusion avec le nombre d'atomes.
Ensuite, il s'agit de comprendre la diﬀusion de la lumière dans les milieux aléa-
toires. Notamment, le problème de la localisation d'Anderson en présence d'interac-
tions entre les diﬀuseurs reste un problème ouvert à ce jour (Akkermans, Gero, et
Kaiser, 2008). Quelques expériences récentes ont abordé ce problème :
• Dans le domaine des ions froids, une expérience réalisée par (DeVoe et Brewer,
1996) a permis la mesure de la sousradiance et de la superradiance au moyen de
deux ions séparés d'une longueur d'onde. Une autre expérience a aussi permis
de mettre en évidence ces deux eﬀets en présence d'interactions, c'est-à-dire
en se servant de deux molécules séparées d'une dizaine de nanomètres dans un
cristal organique (Hettich et al., 2002).
• Deux expériences diﬀérentes ont permis la mesure du Lamb shift collectif causé
par les interactions dipôle-dipôle : la première au moyen d'une cellule contenant
une vapeur chaude (Keaveney et al., 2012), et la seconde avec huit ions froids
de Sr+ interagissant en champ lointain (Meir et al., 2013).
• La mesure de la force coopérative pour la diﬀusion de la lumière a été réalisée
dans un piège magnéto-optique (Bienaimé et al., 2010; Bender et al., 2010).
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Enﬁn, ces phénomènes se produisent dans le domaine de la nanophotonique. En
eﬀet, l'expertise développée ces dernières années permet maintenant de placer de
nombreux diﬀuseurs dans des volumes très restreints (Kubo et al., 2010; Delteil et al.,
2012). La diﬀusion de la lumière dans de tels ensembles est directement aﬀectée par
les eﬀets collectifs, les interactions jouant, ici aussi, un rôle important.
Cas d'étude présent et dispositif expérimental
Nous avons présenté ci-dessus le cas général de l'étude de la diﬀusion résonante de
la lumière dans un milieu à N corps désordonné et avons indiqué qu'il n'existe pas de
solution générale théorique à ce problème, à ce jour. Nous avons donc choisi de nous
placer dans un cas qui permet de simpliﬁer signiﬁcativement l'approche théorique du
problème, à savoir, dans le régime de faible excitation atomique. En eﬀet, dans ce
cas, il est alors possible de considérer les atomes comme des dipôles classiques.
Cette approche est a priori restrictive expérimentalement puisqu'une faible exci-
tation des atomes implique un faible signal lumineux à détecter, mais l'avantage théo-
rique qu'elle apporte est incontournable. Cette limitation aux faibles excitations est
très couramment utilisée (Keaveney et al., 2012; Bienaimé, Piovella, et Kaiser, 2012).
Par ailleurs, nous avons mené une étude en faisant varier l'importance de l'excitation
(voir Chapitre 4). Celle-ci nous indique des résultats inattendus sur le comportement
atomique collectif, que nous avons tenté d'expliquer uniquement qualitativement.
D'un point de vue expérimental, la force de l'interaction dipôle-dipôle étant pro-
portionnelle à ~Γ
(kr)3
, aﬁn d'avoir des eﬀets de l'ordre de Γ (la largeur naturelle de
la transition), il est nécessaire d'avoir des distances interparticulaires de l'ordre de
r∼ k−1 =λ/(2pi). Pour des atomes de rubidium 87, la longueur d'onde de la transi-
tion D2 est de 780 nm (voir Annexe A), soit λ/(2pi)∼ 120 nm. Si on convertit cette
valeur en densité, on obtient des densités atomiques de l'ordre de 1014 at/cm3 pour un
ensemble comprenant quelques centaines d'atomes. Expérimentalement, nous avons
la possibilité de créer de telles densités en nous servant d'une pince optique de taille
micrométrique qui vient piéger typiquement 400 atomes à une température ∼ 150 µK.
Par ailleurs, il nous est possible de charger un nombre d'atomes plus faible dans
cette pince optique. La gamme des nombres d'atomes utilisés est comprise entre exac-
tement un atome et jusqu'à 400 atomes. La faculté de pouvoir utiliser un seul atome
est mise à proﬁt aﬁn de calibrer toutes nos mesures sur le cas idéal d'un diﬀuseur
unique, c'est-à-dire sans interactions dipôle-dipôle. En augmentant progressivement
le nombre d'atomes dans la pince optique, nous avons pu voir l'émergence des eﬀets
des interactions dipôle-dipôle entre les atomes.
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1 Structure de cette thèse
Cette thèse s'articule autour de cinq chapitres :
• Dans le Chapitre 1, nous présentons notre dispositif expérimental. Celui-ci uti-
lise une pince optique de taille micrométrique, permettant de piéger entre exac-
tement un atome et jusqu'à quelques centaines d'atomes. Nous décrivons no-
tamment la procédure de calibration de notre système ainsi que la méthode dont
nous nous servons pour générer des ensembles mésoscopiques denses d'atomes
froids.
• Le Chapitre 2 traite de notre étude de l'évaporation forcée appliquée à un en-
semble mésoscopique d'atomes froids. Nous utilisons pour cela deux méthodes :
la première utilise le seul faisceau piège et la seconde un faisceau piégeant ainsi
qu'un autre faisceau anti-piégeant.
• Le Chapitre 3 présente le cadre théorique de l'étude de la diﬀusion de la lumière
dans un ensemble dense d'atomes froids en présence de l'interaction dipôle-
dipôle résonante entre les atomes. Nous développons le cadre théorique général
puis nous appliquons plusieurs approximations pour dériver diﬀérents modèles
que nous appliquons dans les chapitres suivants aux diverses situations expéri-
mentales.
• Le Chapitre 4 présente notre étude expérimentale spectrale de la diﬀusion de
la lumière par des ensembles mésoscopiques. Nous étudions deux techniques de
mesure qui permettent de mettre en évidence des eﬀets importants des interac-
tions dipôle-dipôle entre les atomes. Nous présentons aussi plusieurs expériences
qui vont au-delà de notre cadre théorique, en étudiant une forte excitation des
dipôles.
• Le Chapitre 5 présente l'étude de la diﬀusion de la lumière d'un point de vue
temporel. Nous présentons notamment la mesure du retard à la diﬀusion élas-
tique, dit retard de Wigner dans le cas idéal d'un seul diﬀuseur. Nous étudions
ﬁnalement les paramètres permettant de mettre en évidence une mesure de la
sousradiance et de la superradiance avec des ensembles mésoscopiques denses.
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2 Publications résultantes de ce travail
• Evaporative cooling of a small number of atoms in a single-beam microscopic
dipole trap
R. Bourgain, J. Pellegrino, A. Fuhrmanek, Y.R.P. Sortais, A. Browaeys
Physical Review A, 88 023428 (2013)
• Direct measurement of the Wigner time delay for the scattering of light by a
single atom
R. Bourgain, J. Pellegrino, S. Jennewein, Y.R.P. Sortais, A. Browaeys
Optics Letters, 38 1963 (2013)
• Observation of suppression of light scattering induced by dipole-dipole interac-
tions in a cold atomic ensemble
En cours de préparation
Les publications suivantes correspondent au travail que nous avons eﬀectué au
début de ma thèse et ne sont pas détaillées explicitement dans le corps de la thèse
puisqu'elles ont fait l'objet d'un développement dans la thèse de doctorat de (Fuhr-
manek, 2011). Elles sont portées en Annexe E.
• Free-Space Lossless State Detection of a Single Trapped Atom
A. Fuhrmanek, R. Bourgain, Y. R. P. Sortais, and A. Browaeys
Physical Review Letters 106 133003 (2011)
• Sub-Poissonian atom-number ﬂuctuations using light-assisted collisions
Y. R. P. Sortais, A. Fuhrmanek, R. Bourgain, and A. Browaeys
Physical Review A 85, 035403 (2012)
• Light-assisted collisions between a few cold atoms in a microscopic dipole trap
A. Fuhrmanek, R. Bourgain, Y. R. P. Sortais, and A. Browaeys
Physical Review A 85, 062708 (2012)
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Chapitre 1
Vers des nuages denses et froids
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Ce premier chapitre s'intéresse à la description des diﬀérentes étapes nous per-
mettant de passer d'un morceau de rubidium solide à un nuage dense d'atomes froids
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dans une pince optique très conﬁnante. La première partie décrit le principe physique
d'une pince optique ainsi que son eﬀet sur un atome de rubidium. La seconde partie
s'intéresse au dispositif expérimental. Nous y introduirons les diﬀérents éléments qui
le composent ainsi que les principales équations régissant son fonctionnement, qui
nous seront utiles dans la suite du manuscrit. Dans un troisième temps, nous dé-
taillerons les méthodes qui permettent de se servir d'un atome unique comme d'une
référence pour des expériences comportant plus d'atomes. Enﬁn, nous présenterons
notre méthode de chargement des pinces optiques permettant d'obtenir des nuages
denses d'atomes froids.
1.1 Piégeage d'atomes par une pince optique
Au XIXe siècle, John Dalton ﬁt la prédiction que la matière est composée d'atomes.
La communauté des physiciens s'est ensuite attachée à chercher comment les isoler
aﬁn de les étudier. Ils ont imaginé divers procédés qui reposent sur des pièges. Lorsque
ces particules sont électriquement chargées, par exemple quand il s'agit d'ions pour
lesquels un ou plusieurs électrons manquent ou même d'un électron individuel, elles
sont fortement sensibles à l'interaction coulombienne. Des pièges très profonds ont été
créés en entourant ces particules de murs électriquement chargés, donc fortement ré-
pulsifs (piège de Paul, piège de Penning). Les atomes, qui sont des particules neutres,
n'interagissent, par contre, que très faiblement avec la lumière. Les piéger s'avère
donc plus diﬃcile et les pièges à atomes neutres qu'il est possible de créer grâce à des
lasers, ne sont que très peu profonds.
La profondeur d'un piège se décrit au moyen de la quantité maximale d'énergie que
peut y avoir une particule sans pouvoir s'en échapper. Les atomes neutres possédant
une énergie cinétique liée à l'agitation thermique, la profondeur d'un piège se décrit
en termes de température maximale que peuvent avoir les atomes. Celle-ci varie entre
quelques microKelvins et un Kelvin dépendant du piège.
Les atomes neutres généralement utilisés sont initialement préparés sous forme de
vapeur, ce qui correspond à des températures de plusieurs centaines de Kelvin. Les
atomes doivent donc d'abord être ralentis et refroidis avant de pouvoir être piégés.
La première démonstration expérimentale d'un important ralentissement d'atomes
neutres fut réalisée par (Prodan et al., 1985) sur un jet d'atomes de sodium par
l'envoi d'un laser contra-propageant et à résonance. Les atomes absorbant la quantité
de mouvement de la lumière incidente s'en retrouvaient ainsi ralentis. Les atomes
étaient maintenus à résonance avec le laser grâce à un champ magnétique (Phillips et
Metcalf, 1982). La seconde étape fut de réussir le conﬁnement optique d'atomes. Celui-
ci fut réalisé par (Chu et al., 1985). Au moyen de six faisceaux contra-propageants
permettant de créer une force de friction dans les six directions de l'espace, les auteurs
réussirent à ralentir les atomes et à les garder conﬁnés au point d'intersection des
faisceaux lasers, créant ainsi une mélasse optique. La dernière étape consistant à
piéger ces atomes refroidis fut réalisée par (Chu et al., 1986) grâce à un seul laser,
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qui, étant focalisé et désaccordé au rouge de la transition atomique, piège les atomes
là où le laser est le plus intense. Cette technique de piégeage est aujourd'hui bien
maitrisée et est utilisée par de nombreux groupes de recherche dans le monde. Elle a
permis le piégeage d'atomes froids, mais aussi de billes micrométriques (Ashkin et al.,
1986) ou encore d'échantillons biologiques divers (Ashkin et Dziedzic, 1987). Nous
nous servons de cette technique pour piéger nos atomes de rubidium. La physique du
refroidissement et du piégeage d'atomes par laser a été récompensée par l'attribution
du prix Nobel de physique en 1997 à S. Chu, C. Cohen-Tannoudji et W.D. Phillips.
Nous allons maintenant décrire comment, au moyen d'un seul faisceau laser dit "pince
optique", il est possible de piéger des atomes.
1.1.1 Piéger un atome par la force dipolaire
Le piégeage au moyen d'une pince optique fait intervenir la force dipolaire. Il
est possible de comprendre cette force grâce à la physique classique. On suppose
qu'on soumet un atome à un champ électrique oscillant E(t). Ce dernier va alors
induire un dipôle dans l'atome : p(t) =αE(t), α étant la polarisabilité de l'atome.
Si la fréquence du champ électrique est plus faible que la fréquence de résonance du
dipôle, alors le dipôle induit est globalement orienté dans le même sens que le champ
électrique. L'énergie d'interaction entre le dipôle électrique et l'atome U =−1
2
p.E
est donc négative. Un système physique cherchant toujours à minimiser son énergie,
l'atome se déplacera physiquement vers la zone où U est minimum, c'est-à-dire là où
le champ électrique est le plus intense. Cet endroit étant généralement le point de
focalisation d'un laser, cela crée ainsi un piège dipolaire.
La vision classique de la force dipolaire permet de comprendre certains eﬀets mais
n'apporte qu'une description incomplète des phénomènes physiques en jeu, notam-
ment en ce qui concerne les déplacements des niveaux d'énergie. Nous présenterons
donc ici une description intégralement quantique, tant pour l'atome que pour le champ
lumineux.
Description quantique : l'atome "habillé"
Considérons tout d'abord un atome à deux niveaux. Aﬁn de décrire son interac-
tion avec un champ électromagnétique quantiﬁé, nous allons nous servir du modèle
quantique de l'atome habillé par les photons du champ lumineux. Les deux niveaux
atomiques sont notés |f〉 pour l'état fondamental et |e〉 pour l'état excité (voir Figure
1.1). L'écart entre ces niveaux d'énergie est ~ω0 .
ω0 : transition atomique
 fréquence laser : ωL
désaccord : δ
Figure 1.1  Système à deux niveaux.
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L'hamiltonien atomique s'écrit 1 :
HAt = ~ω0 |e〉 〈e| . (1.1)
On soumet l'atome à un champ laser quantiﬁé que l'on décrit par l'hamiltonien du
mode du champ laser suivant :
HL = ~ωL
(
a†a+
1
2
)
(1.2)
où les opérateurs a† et a sont, respectivement, les opérateurs création et annihilation
de photons. On déﬁnit le désaccord δ entre la fréquence du laser et celle de la transition
atomique par δ=ωL − ω0. On se place dans le cas où le laser incident est proche de
résonance c'est-à-dire que |δ|ω0, ωL.
Les états propres du couple {Atome, Champ}, sans interaction, s'obtiennent à
partir de l'hamiltonien HAt + HL et sont les états |f,N + 1〉 et |e,N〉, avec N le
nombre de photons dans le mode du champ laser. L'écart entre ces deux niveaux
étant ~δ.
On déﬁnit maintenant l'hamiltonien d'interaction dipolaire électrique entre l'atome
et le champ laser par (une dérivation précise de cet hamiltonien peut être trouvée
dans l'ouvrage de (Cohen-Tannoudji, Dupont-Roc, et Grynberg, 1988)) :
HAt,L =−d.E⊥(R) , (1.3)
avec d qui correspond au dipôle atomique, que l'on déﬁnit par :
d = dfe (|e〉 〈f |+ |f〉 〈e|)
= dfe (S+ + S−) ,
(1.4)
les opérateurs S+ et S− sont les opérateurs pseudo-spins avec S+S−=Sz ; dfe =
〈f |D |e〉 est l'élément de matrice de la transition de l'opérateur moment dipolaire.
L'opérateur champ électrique E⊥(R), quant à lui, évalué à la position R de l'atome
s'écrit :
E⊥(R) =
√
~ωL
20V
L
(
aeikLR + a†e−ikLR
)
, (1.5)
avec le volume de quantiﬁcation qui est noté V , et L et kL correspondent à la
polarisation du mode laser ainsi qu'à son vecteur d'onde.
Aﬁn de simpliﬁer les calculs, nous nous placerons maintenant dans le cas où
l'atome considéré est à la position R=0. On peut, dans ce cas, réécrire plus sim-
plement l'hamiltonien d'interaction :
HAt,L = g (S+ + S−)
(
a+ a†
)
, (1.6)
1. Pour des raison de clarté, on omet les symboles " .ˆ " sur les opérateurs.
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avec g le paramètre de couplage déﬁni par :
g=−L · dfe
√
~ωL
20V
. (1.7)
La Figure 1.2 représente les diﬀérents niveaux d'un atome habillé par les photons
du mode laser. Le cas représenté considère δ négatif, une hypothèse que nous conser-
verons par suite. Sur cette ﬁgure, sont aussi représentés les diﬀérents couplages entre
les niveaux induits par l'hamiltonien d'interaction. Il y a quatre voies de couplage :
S+a qui correspond au passage de l'état fondamental à l'état excité de l'atome via
la destruction d'un photon, S−a† qui est l'opposé, à savoir la création d'un photon
lors de la désexcitation de l'atome. Les deux derniers processus S+a† et S+a sont
fortement non résonants (écart d'énergie 2ωL) et seront donc négligés puisque l'on a
|δ|ω0, ωL. Cette approximation est connue sous le nom d'approximation des "ondes
tournantes" (Cohen-Tannoudji, Dupont-Roc, et Grynberg, 1988).
Energie
ω0 + NωL
(N+1)ωL
δ
δ
Couplages quasi-résonants
Couplages non résonants
Figure 1.2  Échelle des énergies de l'atome à deux niveaux habillé par les
photons du champ lumineux.
On peut donc encore simpliﬁer l'hamiltonien d'interaction atome-champ suivant
une forme que nous conserverons par la suite :
HAt,L = g
(
S+a+ S−a†
)
. (1.8)
Eﬀet de la lumière sur un atome : déplacement des niveaux d'énergie
atomiques
Les états propres {Atome, Champ} étant la répétition périodique d'une multipli-
cité, nous allons travailler avec une seule d'entre elles dont la base est engendrée par
|f,N + 1〉 et |e,N〉. On va maintenant considérer l'hamiltonien total d'interaction
Htot, qui est la somme de HAt, HL et de HAt,L. Dans cette base, l'hamiltonien Htot
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s'exprime sous la forme d'une matrice 2 × 2 que l'on va diagonaliser (on prend pour
origine des énergies ω0 +NωL + δ/2 (cas δ < 0)) :
Htot =
(
~δ/2 cN
cN −~δ/2
)
, avec cN = g
√
N + 1 ; (1.9)
on a utilisé ici les propriétés :
a |N〉=
√
N |N − 1〉
a† |N〉=√N + 1 |N + 1〉 .
(1.10)
Le mode du champ laser peut être décrit par un état cohérent |α e−iωLt〉, α
étant réel. La moyenne de l'opérateur champ électrique sur cet état cohérent est :
〈α e−iωLt|E⊥(R) |α e−iωLt〉=E0 cos(ωLt), avec E0 = 2L
√
~ωL
20V
√〈N〉 et 〈N〉=α2. On
fait l'hypothèse que la variation ∆N du nombre de photons dans le champ laser in-
duite par la présence de l'atome est très petite devant le nombre moyen de photons
dans le champ laser 〈N〉. Cette approximation revient ici à négliger la variation de
cN avec N .
On peut donc réécrire cN = ~Ω/2, avec Ω la fréquence de Rabi déﬁnie par :
~Ω =−dfeE0 . (1.11)
En diagonalisant la matrice, on en déduit les énergies propres :
E±=±~
2
√
δ2 + Ω2 . (1.12)
Les nouveaux états propres sont des combinaisons linéaires des deux états |f,N + 1〉
et |e,N〉. Si l'on suppose que l'on se place dans le régime des faibles saturations :
|Ω| |δ|, alors les eﬀets du champ laser sont des eﬀets perturbatifs, on peut donc
faire un développement limité des énergies propres :
E+' ~
2
|δ|
(
1 +
Ω2
2δ2
)
'−~
(
δ
2
+
Ω2
4δ
)
E−' ~
(
δ
2
+
Ω2
4δ
) (1.13)
Les états propres sont alors les états initiaux |−, N〉' |f,N + 1〉 et |+, N〉' |e,N〉.
L'eﬀet du champ laser, dans le régime des faibles saturations, consiste donc en un
déplacement des deux niveaux d'énergie de la quantité ±~Ω2
4δ
. La Figure 1.3 représente
ces déplacements dans le cas δ < 0.
On note que les déplacements lumineux sont indépendants de N , nous garderons
tout de même les indices N pour préciser que nous traitons les niveaux atomiques
dans le cadre de l'atome habillé. Le déplacement lumineux est donc proportionnel à
l'intensité du champ laser (Ω2) et inversement proportionnel au désaccord du laser
(δ). En prenant δ négatif, on constate que l'état fondamental |−, N〉 est déplacé vers
le bas, donc vers un état plus stable. Il s'agit du principe du piégeage par la force
dipolaire.
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E = 0
Figure 1.3  Déplacement des niveaux atomiques sous l'eﬀet du champ laser.
Le cas représenté correspond à un désaccord du laser δ < 0.
Eﬀets de la lumière sur un atome : ﬂuorescence et piégeage
Pour obtenir la force du piégeage, il nous faut tout d'abord déterminer les popula-
tions présentes dans les diﬀérents niveaux atomiques habillés. On note Πst+, la popula-
tion dans l'état |+, N〉 et Πst−, la population dans l'état |−, N〉, dans le régime station-
naire. Le déplacement lumineux moyen de l'atome est : ∆Eat = Πst+∆E++Π
st
−∆E−. Le
calcul des valeurs de ces populations peut être eﬀectué à partir des équations pilotes
(Cohen-Tannoudji, Dupont-Roc, et Grynberg, 1988), ou encore de la matrice densité
(Loudon, 2000). Ces populations sont égales à :
Πst+ =
1
2
2Ω
2
Γ2
1 + 2Ω
2
Γ2
+ 4 δ
2
Γ2
=
1
2
s
1 + s+ 4 δ
2
Γ2
Πst−= 1− Πst+
(1.14)
On a introduit ici le facteur Γ qui est le taux de désexcitation spontanée de l'atome qui
joue un rôle important dans la détermination des populations des diﬀérents niveaux
atomiques, ainsi que le paramètre de saturation de la transition s ; ils sont déﬁnis
par :
Γ =
ω30d
2
fe
3pi0~c3
et s = 2
Ω2
Γ2
. (1.15)
On peut identiﬁer le déplacement lumineux de l'état fondamental à un potentiel de
piégeage si la population dans l'état excité est proche de zéro, c'est-à-dire si Πst+ 1.
Cela peut s'obtenir de deux façons : soit en désaccordant fortement le laser par rapport
à la transition atomique (δ grand), soit en prenant un paramètre de saturation faible
(s 1). Expérimentalement, nous verrons que bien la seconde conditions ne soit
pas remplie, le désaccord du laser est tel que la population dans l'état excité est
eﬀectivement très faible (voir Section 1.2).
Le faisceau laser crée donc un potentiel de piégeage dipolaire Udip qui est le dé-
placement lumineux de l'atome dans l'état fondamental :
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∆E|f〉=Udip =
~Ω2
4δ
. (1.16)
Il existe une force de piégeage conservative qui dérive de ce potentiel :
Fdip =−∇
(
~Ω2
4δ
)
=−~Ω
2δ
∇Ω . (1.17)
En prenant δ négatif -dit désaccordé vers le rouge de la transition- le potentiel de
piégeage 1.16 est négatif et la force devient attractive. Le minimum de ce potentiel
se situe là où Ω est le plus grand, c'est-à-dire, par exemple, là où un laser vient se
focaliser. Un atome dont l'énergie est inférieure à ce potentiel sera donc piégé par
ce faisceau lumineux et sera attiré là où l'intensité lumineuse est la plus importante.
Cette technique de piégeage, dont nous nous servons, est appelée "piège dipolaire"
ou encore "pince optique".
Si δ est positif -dit désaccordé vers le bleu de la transition- la force est répulsive,
l'atome sera donc repoussé des zones de forte intensité lumineuse. Il est aussi possible
de piéger un atome dans ce cas, en créant par exemple un anneau de lumière répulsive
autour de l'atome, grâce à un mode de Laguerre Gauss par exemple. Ce type de
mode spatial peut être créé avec des masques de phase (Grimm, Ovchinnikov, et
Weidemüller, 2000; Smith et al., 2005) ou un modulateur de spatial de lumière (SLM)
(Gaunt et al., 2013; Jaouadi et al., 2010). Des pièges à trois dimensions ont également
été réalisés avec de la lumière anti-piégeante. Par exemple, le groupe (Puppe et al.,
2007) utilise les diﬀérents modes transversaux et longitudinaux d'une cavité pour
encadrer des atomes uniques de lumière répulsive.
La quantité de ﬂuorescence émise spontanément par un atome est le produit de la
population dans l'état excité Πst+ par le taux de désexcitation Γ. Il s'agit du nombre
de photons émis par un atome dans des modes du champ qui sont diﬀérents de celui
du laser incident. C'est cette ﬂuorescence qui est récoltée par notre lentille et qui
nous permet d'étudier les propriétés atomiques (voir Section 1.2). Ce taux d'émission
spontanée s'exprime par :
Γsp = Π
st
+Γ =
Γ
2
s
1 + s+ 4 δ
2
Γ2
. (1.18)
L'absorption et l'émission spontanée de photons impliquent une modiﬁcation de
la quantité de mouvement de l'atome qui donne naissance à une force de pression de
radiation poussant l'atome dans la direction du champ laser :
Fpr = ~kLΓsp = ~kL
Γ
2
s
1 + s+ 4 δ
2
Γ2
. (1.19)
Aﬁn de maintenir un atome piégé, il faut maintenir un rapport Fpr
Fdip
∝ 1
δ
qui soit
le plus faible possible. Il est à noter que ce rapport ne dépend pas de la puissance du
laser mais uniquement du désaccord du laser.
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En résumé, expérimentalement, nous créons un piège à atomes avec un laser de
grand désaccord négatif (δ 0) et dans le régime de faible saturation (s 1).
1.1.2 Déplacements lumineux du rubidium
L'atome que nous piégeons est le rubidium 87. La structure ﬁne, la structure
hyperﬁne et les sous-niveaux Zeeman d'un atome de rubidium sont représentés sur la
Figure 1.4. Les écarts entre les diﬀérents sous-niveaux sont donnés en Annexe A.2.
mF’=      -3   -2    -1   0   +1   +2   +3
mF =    -2   -1    0   +1   +2
F’=1
F’=0
F’=3
F’=2
D2 
780nm
D1 
795nm
Structure fine
F’=1
F’=2
F=1
F=2
Structure Hyperfine Sous-structure Zeeman
52P3/2
52P1/2
52S1/2
Figure 1.4  Structure électronique du rubidium 87.
Cette structure est nettement diﬀérente du cas d'un atome à deux niveaux étudié
précédemment. Le calcul des déplacements lumineux peut être fait en diagonalisant
l'hamiltonien total du système, cependant cette tache est particulièrement ardue et
seul le cas des faibles saturations nous importe. Un traitement perturbatif de l'ac-
tion du champ lumineux sur les niveaux d'énergie simpliﬁe les calculs et permet de
déterminer les phénomènes physiques qui nous intéressent. L'action de l'hamiltonien
d'interaction HAt,L au premier ordre de la théorie des perturbations est nulle puisqu'il
est antisymétrique. Le calcul fait donc intervenir le second ordre :
∆E|i〉=
∑
j 6=i
|〈j|HAt,L |i〉|2
E
(0)
|i〉 − E(0)|j〉 − ~ω0
, (1.20)
les termes E(0)|i〉 correspondent aux énergies non perturbées des sous-niveaux Zeeman
|i〉 de l'atome (à l'ordre zéro des perturbations). Il est à noter que le calcul perturbatif
de l'action du champ lumineux sur les niveaux d'énergie d'un atome à deux niveaux,
20 Chapitre 1: Vers des nuages denses et froids
appliqué au second ordre des perturbations, donne le résultat exact des déplacements
lumineux dans le cas des faibles saturations.
Les éléments de matrice |〈j|HAt,L |i〉| correspondent à la force du couplage par la
lumière entre les sous-niveaux Zeeman |i〉 et |j〉 . Sa valeur dépend de deux éléments :
la polarisation du faisceau lumineux de piégeage, qui déﬁnit les transitions qui sont
eﬀectivement couplées, ainsi que les coeﬃcients de Clebsch-Gordan (voir Annexe A.5),
qui donnent la force relative de ces couplages. De plus amples détails sur ces calculs
appliqués à l'atome de rubidium peuvent être trouvés dans la thèse (Darquié, 2005).
Le déplacement lumineux de l'état fondamental pour un faisceau laser de polari-
sation pi est :
∆E(52S1/2) =
~Ω2
4
(
1
3∆1
+
2
3∆2
)
, (1.21)
les désaccords ∆1 et ∆2 sont ceux déﬁnis sur la Figure 1.5 a).
52P3/2
∆1
52P1/2
52S1/2
∆2
a)
∆Ε(52S1/2)
∆Ε(52P3/2,F’=2)
∆Ε|52P3/2,F’=3,mf’=0>
∆Ε(52S1/2)
mF’=      -3   -2    -1   0   +1   +2   +3
mF =    -2   -1    0   +1   +2
Laser polarisé pi
b)
Laser polarisé pi
Figure 1.5  a) Désaccord du laser piège par rapport aux diﬀérentes transitions.
b) Déplacements lumineux par un laser polarisé pi. Les niveaux en gris correspondent
aux niveaux d'énergie non décalés.
Le déplacement lumineux de l'état (52S1/2) indiqué ici est le même pour tous les
états F = 1 et F = 2 et leurs sous-états. Pour arriver à ce résultat, nous avons fait une
approximation selon laquelle l'écart entre ces états (6.8 GHz) est très inférieur aux
désaccords ∆1 et ∆2 (plusieurs dizaines de nanomètres soit plusieurs milliers de GHz).
La prise en compte de ces décalages est possible et correspond aux "déplacements
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lumineux diﬀérentiels" (Jones et al., 2007; Kuhr et al., 2005) qui sont des eﬀets faibles
que nous ne traiterons donc pas ici.
Nous introduisons maintenant l'intensité du laser piège :
IL =
1
2
0c |E0|2 , (1.22)
ainsi que l'intensité de saturation de l'atome Isat qui correspond physiquement au
nombre de photons qu'il est nécessaire d'envoyer sur l'atome aﬁn qu'il reçoive en
moyenne un photon toutes les durées de vie de la transition (T = 1/Γ). La tran-
sition de référence ici est celle de la raie D2 du rubidium sur les états extrémaux∣∣52S1/2, F = 2,M = 2〉 vers ∣∣52P3/2, F ′= 3,M ′= 3〉 de fréquence ω2. On déﬁnit :
Isat =
~ω30
12pic2
Γ = 16.693 W/m2 . (1.23)
On peut réécrire la saturation d'un faisceau lumineux s suivant :
s= 2
Ω2
Γ2
=
IL
Isat
. (1.24)
Avec ces nouvelles notations, les déplacements lumineux de l'état fondamental et
des états excités pour un laser de polarisation pi (Darquié, 2005) sont :
∆E(52S1/2) =
~Γ2IL
8Isat
(
1
3∆1
+
2
3∆2
)
∆E(52P3/2,F ′=2) =−
~Γ2IL
8Isat
(
1
3∆2
)
∆E|52P3/2,F ′=3,mF ′=0〉=−
~Γ2IL
8Isat
(
3
5∆2
)
∆E|52P3/2,F ′=3,mF ′=±1〉=−
~Γ2IL
8Isat
(
8
15∆2
)
∆E|52P3/2,F ′=3,mF ′=±2〉=−
~Γ2IL
8Isat
(
1
3∆2
)
∆E|52P3/2,F ′=3,mF ′=±3〉= 0 .
(1.25)
Ces déplacements lumineux sont représentés sur la Figure 1.5 b). Ceux qui sont
calculés ici correspondent à une polarisation particulière du piège (pi). Pour les autres
polarisations (σ+, σ−), les déplacements lumineux des diﬀérents états changent tota-
lement (Darquié, 2005).
1.1.3 Piège dipolaire harmonique
Aﬁn de piéger les atomes de rubidium, nous nous servons d'un faisceau laser
focalisé dans une enceinte à vide. Sa longueur d'onde est de λdip≈ 850− 950 nm, elle
se situe donc bien dans le rouge des transitions atomiques (raie D1 à 795 nm et raie
D2 à 780 nm du rubidium).
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Faisceau gaussien
Dans le cadre de l'approximation paraxiale, la répartition spatiale de l'intensité
du laser IL(X, Y, Z) est bien décrite par un faisceau gaussien TEM00 :
IL(X, Y, Z) =
2P
piw20
1
1 +
(
Z
ZR
)2 e−2 X
2+Y 2
w20
(
1+( ZZR )
2
)
, (1.26)
pour un faisceau se propageant suivant l'axe Z, avec P correspondant à la puissance
du laser, w0 le rayon du proﬁl d'intensité dans le plan Z = 0 et ZR la longueur de
Rayleigh déﬁnie par ZR =
piw20
λdip
. On déﬁnit l'intensité maximale par I0 = 2Ppiw20
.
Approximation harmonique
Le déplacement lumineux ∆E(52S1/2) étant directement proportionnel à l'intensité
du faisceau laser (eq. 1.25), sa dépendance spatiale est la même que celle du faisceau
gaussien. De plus, les atomes piégés sont refroidis et donc ils n'explorent généralement
que le fond du piège. On peut alors approximer la forme du piège gaussien par un
piège harmonique :
Uhar(X, Y, Z) =
1
2
m(w2XX
2 + w2YY
2 + w2ZZ
2) . (1.27)
En développant l'expression 1.26 et en la comparant avec le potentiel harmonique
ci-dessus, on peut ré-exprimer les fréquences d'oscillation du piège :
wX =wY =
√
4U0
mw20
; wZ =
√
2U0
mZ2R
avec U0 = ∆E(52S1/2) . (1.28)
1.2 Dispositif expérimental
Les expériences que nous réalisons commencent toutes par le piégeage dans une
pince optique d'un nombre d'atomes compris entre exactement un et jusqu'au millier.
L'objet de cette partie est de décrire les diﬀérents éléments dont nous nous servons
pour eﬀectuer ce piégeage. Ce dispositif expérimental a été exposé en détails dans
la thèse de (Fuhrmanek, 2011), nous présenterons donc ici plus succinctement les
principales parties le composant et nous nous attarderons sur les éléments nécessitant
une description plus détaillée.
1.2.1 La lentille asphérique
La pince optique est produite en focalisant un faisceau laser (λdip≈ 950 nm) grâce
à une lentille asphérique de grande ouverture numérique ON = 0.5, son angle de col-
lection est de 60o (diamètre angulaire) (Sortais et al., 2007). La lentille est une lentille
moulée de forme asphérique permettant de créer un point limité par la diﬀraction de
rayon R≈ 1 µm. Ce piège dipolaire de taille micrométrique est appelé micro-pince
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dans la suite de ce manuscrit. La distance de travail étant de d= 5.71 mm, cette
lentille est placée sous vide. Le vide est maintenu à une pression P ≈ 10−10 mbar au
moyen de pompes ioniques et d'un sublimateur de titane.
Certaines expériences nécessitant un nombre élevé d'atomes, nous avons mis en
place un second piège de plus grande taille. Ce piège est placé autour de la micro-
pince et sert de réservoir de chargement (voir Section 1.4). Nous nous servons de la
même lentille pour créer ce macro-piège dipolaire de rayon à 1/e2 Rmacro≈ 3.8 µm.
Cette macro-pince est créée en focalisant un faisceau qui n'utilise qu'une partie de
l'ouverture de la lentille. La longueur d'onde choisie pour cette seconde pince est
de ≈ 850 nm. Les deux pièges étant combinés au moyen d'un cube séparateur de
polarisation juste avant la chambre. La micro-pince possède une polarisation pi.
Cette même lentille sert aussi à collecter la lumière émise par les atomes (voir
Section 1.2.3). La Figure 1.6 représente l'agencement des diﬀérents éléments évoqués
ici.
Macro-Pince 850 nm
Micro-Pince 950 nm
Lentille asphérique
Enceinte à vide
Lame dichroïque
.
Figure 1.6  Schéma représentant l'agencement des diﬀérents pièges utilisés.
1.2.2 Le refroidissement laser d'atomes chauds de rubidium
et piège magnéto-optique (PMO)
Les deux pièges dipolaires sont chargés par un piège magnéto-optique (PMO) réa-
lisé au moyen de six faisceaux polarisés circulairement et d'un champ magnétique en
conﬁguration anti-Helmholtz. Les six faisceaux proviennent d'un laser asservi sur la
raie D2 du 87Rb à 780 nm par absorption saturée. Ils ont une largeur de faisceau
∼ 1.5 mm dans la chambre avec chacun une puissance de ∼ 2 mW. Le laser est as-
servi sur la transition entre les états (52S1/2, F = 2) et (52P3/2, F ′= 3), puis légèrement
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désaccordé négativement de 3.6Γ/2pi= 22 MHz aﬁn d'optimiser le refroidissement. Un
second laser asservi sur la transition entre les états (52S1/2, F = 1) et (52P3/2, F ′= 2)
sert de laser repompeur et produit six autres faisceaux qui sont superposés aux six
faisceaux précédents. Tous ces faisceaux lasers sont extraits de deux diodes en cavité
étendue (Toptica DL100), dont les puissances (130 mW) sont réparties entre les fais-
ceaux du PMO, de la sonde et du repompeur sonde, du faisceau pompeur ainsi que
des faisceaux Zeeman et repompeur Zeeman. Les modiﬁcations de la fréquence des
diﬀérents faisceaux sont obtenues grâce à des modulateurs acousto-optiques (AOM).
La coupure physique des faisceaux est réalisée grâce aux AOM ainsi qu'à des obtu-
rateurs mécaniques.
Champs magnétiques
Le champ magnétique anti-Helmholtz est créé grâce à une paire de bobines placée
à l'extérieur de la chambre à vide, suivant l'axe z (voir Schéma 1.7). Chacune de
ces bobines est réalisée par n= 81 tours d'un ﬁl de cuivre. Un tube creux, laissant
passer un ﬂux d'eau à travers lui, est placé autour des bobines pour les refroidir. Le
rayon des bobines est de R= 8.5 cm et elles sont séparées de d= 8.5 cm. Ces bobines
produisent un champ B=−8.36 Gauss/A sur les atomes lorsqu'elles sont placées en
conﬁguration Helmholtz (Fuhrmanek, 2011). Le courant maximum qu'elles peuvent
supporter est de 10 A. Pour générer le PMO, nous plaçons les bobines conﬁguration
anti-Helmoltz et nous nous servons d'une intensité de 4.5 A, permettant de générer
un gradient de champ au niveau des atomes de ∼ 5.3 G/cm.
Autour de l'enceinte à vide, trois autres jeux de bobines sont disposés suivant
les trois axes. Ils servent à compenser les champs statiques résiduels (le champ ma-
gnétique terrestre étant le premier d'entre eux). Ces paires de bobines produisent un
champ magnétique, en conﬁguration Helmholtz, deBComp(X, Y, Z) = (0, 0, 0.77) Gauss/A.
Four 87Rb
Ralentisseur Zeeman
Faisceaux PMO
Faisceau Zeeman
Bobines de 
compensation
Bobines Anti-Helmholtz
PMO
z
y
x
Figure 1.7  Schéma représentant l'agencement des diﬀérents éléments du piège
magnéto-optique et de son chargement. Une paire de bobines de compensation a été
occultée pour des raisons de clarté.
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Chargement du PMO
Le PMO est chargé à partir d'un four porté à une température comprise entre 50oC
(pour travailler avec un seul atome) et 180oC (pour obtenir un meilleur chargement
des pinces optiques). Le four contient ≈ 1 g d'un mélange de (87Rb,85Rb) dont la
température de fusion est de 39oC. La pression de vapeur saturante qui s'évapore du
Rb fondu passe au travers d'un trou, ce qui permet de créer un jet eﬀusif qui se dirige
vers l'enceinte principale.
Les atomes sont refroidis au cours de leur déplacement par un ralentisseur Zee-
man (Phillips et Metcalf, 1982). Celui-ci est composé d'un faisceau lumineux contra-
propageant à résonance avec la transition atomique des atomes. Le faisceau lumineux
est constitué de deux lasers diﬀérents, un faisceau principal Zeeman à résonance avec
la transition (52S1/2, F = 2) et (52P3/2, F ′= 3) et d'un second faisceau laser repom-
peur Zeeman, qui est résonant avec la transition entre les états (52S1/2, F = 1) et
(52P3/2, F ′= 2). Les atomes sont ralentis au cours de leur propagation grâce à l'ab-
sorption de la quantité de mouvement des photons du laser Zeeman. Il en résulte
une diminution de l'eﬀet Doopler vu par les atomes. Pour compenser cet eﬀet, un
champ magnétique est appliqué pour garder la transition atomique à résonance avec
le laser. Ce champ magnétique est généré grâce à un solénoïde dont la forme est opti-
misée pour ralentir au mieux les atomes. Les atomes qui sortent du four à une vitesse
v∼ 300 m/s sont quasiment arrêtés à la sortie du ralentisseur Zeeman, facilitant leur
capture par le PMO. Le faisceau laser Zeeman possède un proﬁl transverse d'intensité
nulle sur l'axe du faisceau au niveau des atomes. Cette forme est réalisée en plaçant
un point noir dans le chemin optique du faisceau laser Zeeman. L'image de ce point
est faite sur le PMO, évitant ainsi que la lumière du faisceau laser Zeeman ne vienne
perturber le PMO (Voir (Fuhrmanek, 2011) pour plus de détails).
1.2.3 Le système d'imagerie
Dans toutes les expériences que nous réalisons, nous nous servons de la ﬂuores-
cence des atomes pour les visualiser ou étudier les eﬀets physiques qui nous inté-
ressent. Pour cela, les atomes sont éclairés, soit par les six faisceaux servant à créer
le PMO, soit par un faisceau sonde envoyé suivant l'axe z descendant (voir Schéma
1.8). Le faisceau sonde est résonant avec la transition entre les états (52S1/2, F = 2) et
(52P3/2, F ′= 3) et possède une polarisation σ+. Son intensité est déterminée par cali-
bration de la saturation sur un atome unique (voir Section 1.3.6). Le faisceau sonde
est combiné avec un faisceau repompeur sonde résonant avec la transition entre les
états (52S1/2, F = 1) et (52P3/2, F ′= 2).
La ﬂuorescence est collectée par la même lentille asphérique de grande ouverture
numérique qui sert à créer les pièges dipolaires. L'angle solide de collection est de
Ω/4pi= 6.7%. La ﬂuorescence passe ensuite au travers d'une lame dichroïque puis
d'un ﬁltre passe bande centré sur 780 nm (bande passante 10 nm) (voir Schéma 1.8
et Schéma 1.9). Elle est ensuite divisée en deux parties au moyen d'une lame λ/2
et d'un cube séparateur de polarisation. Une partie est envoyée sur une photodiode
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Lame dichroïque
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Figure 1.8  Schéma représentant l'agencement des diﬀérents éléments du sys-
tème d'imagerie.
à avalanche (APD), la seconde partie sur une caméra refroidie (Princeton Instru-
ments, Pixis 1024, 16bit) précédée d'un intensiﬁcateur (Hamamatsu C9016-22). Dans
la suite du manuscrit, l'ensemble caméra et intensiﬁcateur est nommé I-CCD. Un
jeu de lentilles est utilisé pour réaliser l'image des atomes dans le plan de la caméra,
permettant notamment de visualiser la taille du nuage. Le Tableau 1.1 résume les
diﬀérents éléments sur le chemin optique de la ﬂuorescence ainsi que leur eﬃcacité.
Photodiode à avalanche
Le module de comptage de photons est constitué d'une photodiode à avalanche à
base de silicium qui est ﬁbrée. Lorsqu'elle détecte un photon, après un étage d'am-
pliﬁcation intégré, elle délivre un signal rectangulaire 0-2.5V aisément détectable. Le
couplage de la ﬁbre est réalisé de façon à maximiser la quantité de ﬂuorescence dé-
tectée provenant d'un atome unique piégé dans le piège dipolaire. Ce réglage permet
de visualiser des marches signalant la présence ou non d'un atome dans le piège, avec
un excellent rapport signal sur bruit (voir Section 1.3). La photodiode possède un
bruit d'obscurité mesuré à 130± 5 coups/s. La photodiode est aussi résolue en temps
(temps mort après une détection de 32 ns, gigue temporelle ≈ 250 ps).
Caméra intensiﬁée
La caméra est équipée d'un intensiﬁcateur de lumière. Ces deux éléments ont fait
l'objet d'une étude approfondie et détaillée correspondant au Chapitre 4 de la thèse de
(Fuhrmanek, 2011). L'intensiﬁcateur permet de détecter les photons uniques avec une
probabilité de 10% (voir Tableau 1.1). Un photon crée alors une avalanche d'électrons
qui viennent frapper un écran phosphore imagé sur la caméra CCD par un système
optique de grandissement unité. Celle-ci détecte alors une gerbe de ﬂuorescence dont
l'amplitude dépend du gain choisi de l'intensiﬁcateur. Le gain utilisé est de 9 (sur une
échelle logarithmique allant de 0 à 10), donc proche de la valeur maximale supportée
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Élément considéré Appellation Eﬃcacité
Angle solide Ω 0.067
Optiques (hublots,lentilles,..) Topt 0.9
Miroir dichroïque Tdichro 0.9
Filtre à 780 nm Tfiltre 0.7
Vers APD Vers Caméra
Cube séparateur Tcube 0.5a 0.5a
Couplage APD CAPD 0.6± 0.2
Eﬃcacité quantique APD EAPD 0.5
Intensiﬁcateur Caméra EIntensif 0.1± 0.01
Eﬃcacité Caméra ECCD 1b
Total Etot,APD/Etot,I−CCD 0.0057± 0.002 0.0019± 0.0002
Table 1.1  Eﬃcacité de détection du système d'imagerie à 780 nm.
par l'appareil. Il permet d'ampliﬁer la cascade d'électrons et donc la quantité de ﬂuo-
rescence émise par l'écran phosphore. Chaque photon incident sur l'I-CCD crée sur
l'image ﬁnale de la caméra une gerbe de forme quasi-circulaire, d'amplitude moyenne
≈ 820 A.D.U 1 et d'amplitude intégrée sur l'ensemble de la gerbe de 8050±20 A.D.U..
La caméra étant sensible aux photons uniques, il serait possible d'enlever l'intensiﬁ-
cateur pour détecter directement la ﬂuorescence et améliorer ainsi la détectivité du
système. Cependant, l'intensiﬁcateur ne fonctionne que lorsqu'il est alimenté (temps
d'alimentation ≈ 20 ns), ce qui nous permet de contrôler ﬁnement les laps de temps
pendant lesquels on souhaite que les photons viennent s'accumuler sur l'image de la
caméra.
Le bruit de détection de la caméra est par ailleurs très bas, notamment en raison
de son refroidissement à −70oC.
Le grandissement du système d'imagerie vaut 26±2. Un pixel sur une image prise
avec la caméra correspond, dans le plan des atomes, à 0.5 µm.
1.2.4 L'acquisition des données
Les expériences présentées dans cette thèse correspondent à des études réalisées
avec un nombre d'atomes compris entre exactement un et quelques milliers. En raison
du nombre relativement faible d'atomes, la quantité de ﬂuorescence récoltée est aussi
1. L'unité utilisée pour la ﬂuorescence sur l'image est l'Analog-to-Digital Unit (A.D.U). Il s'agit
de la quantité avec laquelle travaille la caméra pour mesurer la ﬂuorescence qui est intensiﬁée puis
convertie par la caméra en un signal numérique (Voir (Fuhrmanek, 2011)).
a L'aﬀectation de la ﬂuorescence vers la photodiode à avalanche ou vers la caméra peut être
changée grâce à une lame λ/2 et d'un cube séparateur de polarisation. Pour certaines expériences
présentées dans ce manuscrit, la lame λ/2 est tournée. Une mention le signale alors clairement dans
le texte.
b L'eﬃcacité de détection de la caméra est indiquée comme étant égale à 1 car un photon ampliﬁé
par l'intensiﬁcateur correspond à une quantité de ﬂuorescence telle que la caméra en détecte au moins
une partie avec une probabilité égale à 100%.
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Figure 1.9  Schéma représentant l'agencement des diﬀérentes parties de l'ex-
périence. Pour assurer une meilleure lisibilité, certains éléments ont été omis (bobines de
compensations,...). Figure en partie extraite de (Fuhrmanek, 2011).
faible. Ainsi, chaque mesure correspond à l'accumulation d'un signal obtenu grâce
à plusieurs dizaines, centaines, voire milliers de répétitions de la même séquence
expérimentale. Les séquences sont contrôlées par ordinateur au moyen de cartes de
contrôle, analogiques et numériques ainsi que de logiciels de comptage (pour l'APD)
ou de rendu d'images (pour la caméra).
Les cartes de contrôle
Les cartes informatiques de contrôle (NI PCI-6713, NI PCI-6534, NI PCI-6601)
permettent de contrôler des tensions de sortie à l'échelle de la micro-seconde. Ces
tensions servent de commande pour allumer ou éteindre des faisceaux laser via des
AOM, d'en changer les fréquences, de contrôler les obturateurs mécaniques ou encore
de choisir la plage temporelle de collection de la lumière par l'intensiﬁcateur de la ca-
méra. Les cartes comportent huit sorties analogiques ainsi que 32 sorties numériques.
Nous avons réalisé des expériences avec des temps de contrôle ou de synchronisation
beaucoup plus faibles. Pour cela nous nous sommes servis de générateurs de retards
précis (≤ 1 ns) (DG645 de chez Stanford Research Systems) ou encore de générateurs
de fonctions aléatoires (Agilent 33522A).
Les séquences
Une séquence correspond à la réalisation d'une expérience comprenant générale-
ment une période de chargement du PMO, puis un transfert vers les pinces optiques et
enﬁn l'envoi d'une impulsion de laser sonde sur les atomes. La ﬂuorescence émise par
les atomes est alors récoltée par le système d'imagerie décrit plus haut (voir Section
1.2.3).
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Carte de comptage de photons intégrée
Pour déclencher des expériences sur un niveau particulier de ﬂuorescence des
atomes, ou bien pour observer la ﬂuorescence avec une précision de l'ordre de la
micro-seconde, nous nous servons du compteur de la carte NI PCI-6601 qui est reliée
à la photodiode à avalanche. La plupart des expériences présentées dans ce manuscrit
ont été réalisées en se servant de ce module de comptage.
Carte de comptage de photons TimeHarp 200
Lorsque l'on souhaite une précision temporelle meilleure que 1 µs, nous utilisons
la carte TimeHarp 200 de la société PicoQuant. Elle permet de mesurer l'écart entre
deux impulsions électriques avec une résolution qui peut être choisie sur la plage
allant de 40 ps à 4 ns. La carte réalise ensuite des histogrammes dont les classes
correspondent à la résolution choisie. La carte possède par défaut 4096 classes pour
réaliser les histogrammes. Le Schéma 1.10 résume le fonctionnement de la carte.
Un premier pulse "start" lance un compteur TDC (Time to Digital Converter). Le
compteur attend un signal sur le canal "stop" et lorsque celui-ci arrive, le compteur
envoie un signal digital représentatif du délai entre les deux signaux. L'analyseur
multi-canal se charge ensuite d'incrémenter la bonne classe de l'histogramme. Un
logiciel fourni avec la carte permet de contrôler les paramètres d'acquisition, mais
aussi de visualiser en temps réel le nombre de photons par classe dans l'histogramme.
TDC
Start
Stop
Analyseur multi-canal
∆T
Figure 1.10  Principe de fonctionnement de la carte de comptage TimeHarp
200
Nous avons choisi de faire fonctionner la carte en branchant la photodiode à
avalanche (APD) sur l'entrée "start". Sur l'entrée "stop", nous envoyons le signal
électronique de déclenchement des impulsions sondes (après une ligne à retard) (voir
Section 4.2). Ce type de fonctionnement sollicite nettement moins la carte, en eﬀet,
la ﬂuorescence que l'on détecte étant très faible, il y a alors très peu de signaux
"start" qui arrivent à la carte alors que celle-ci reçoit énormément de signaux "stop"
(un signal à chaque envoi d'impulsion de sonde). Ce mode de fonctionnement permet
de ne faire compter la carte que lorsqu'un évènement a vraiment été détecté. Cela
permet aussi de ne pas dépasser le taux maximal de comptage de l'entrée qui est de
5 MHz.
30 Chapitre 1: Vers des nuages denses et froids
1.3 Utilisation d'un atome unique comme d'une ré-
férence
L'une des diﬃcultés dans toute étude physique réside dans l'utilisation d'un étalon
pour mesurer les paramètres physiques de notre système ainsi que de calibrer nos
instruments. La méthode choisie et développée dans le groupe depuis quelques années
réside dans l'utilisation d'un atome unique comme d'une référence pour réaliser ces
expériences. Cette partie va s'intéresser dans un premier temps à décrire comment
ne piéger qu'un seul atome à l'intérieur d'une pince optique et ensuite présenter
quelques expériences de calibration utiles pour analyser les études qui suivront dans
ce manuscrit.
Ces expériences, qui toutes se servent d'un atome unique, ont diﬀérentes ﬁnalités.
Elles s'attachent en premier lieu à connaitre les propriétés de l'atome unique aﬁn de
s'assurer que celui-ci possède les caractéristiques nécessaires à son utilisation. Nous
mesurons pour cela sa durée de vie dans le piège ainsi que sa température. Connaissant
ces propriétés, il nous est alors possible de caractériser le piège en lui-même avec la
mesure de sa profondeur et de ses fréquences d'oscillation. Enﬁn, c'est la mesure
de l'environnement du piège et de l'atome que nous caractérisons avec la mesure de
l'intensité de saturation de l'atome soumis à une sonde, ainsi qu'avec la compensation
ﬁne du champ magnétique.
1.3.1 Régime de l'atome unique
Le piégeage d'un seul atome dans le piège dipolaire fait intervenir deux processus
opposés : le chargement du piège et les pertes par collisions à deux corps assistées
par la lumière. Le premier processus correspond à l'entrée des atomes un par un dans
le piège. Pour cela, on crée une mélasse optique qui va servir de réservoir d'atomes
froids (∼ 150 µK) présents tout autour de la micro-pince. À des instants aléatoires,
les atomes "tombent" alors dans le piège dipolaire. Ce piège étant conservatif, il faut
refroidir chaque atome après son entrée pour qu'il ne s'échappe pas immédiatement.
Ce refroidissement est obtenu automatiquement, grâce à la présence des faisceaux de
la mélasse optique qui sont encore allumés.
Le processus antagoniste (déplétion du piège) nécessite la présence simultanée de
deux atomes dans le piège. Il résulte de collisions inélastiques assistées par la lumière.
Le déroulement d'une collision commence par l'entrée du second atome dans la pince.
La paire d'atomes présents peut alors absorber un photon des faisceaux mélasse
(voir Figure 1.11). Cette paire d'atomes excitée est alors soumise à un potentiel
dipolaire −C3/r3 très attractif entre les particules. Celles-ci vont alors se rapprocher,
emmagasinant ainsi de l'énergie cinétique. La paire excitée étant instable, le photon
initialement absorbé est rapidement réémis (∼ 1 ms). L'énergie cinétique gagnée au
cours du processus est alors partagée entre les deux atomes. Cette énergie (∼ 1 K)
étant très nettement supérieure à la profondeur du piège (∼ 1 mK), les deux atomes
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quittent alors le piège (Julienne et Vigué, 1991; Schlosser, Reymond, et Grangier,
2002).
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Figure 1.11  Collision inélas-
tique assistée par la lumière d'une
paire d'atomes. Après un proces-
sus d'absorption-émission d'un photon
proche de résonance, la paire d'atomes se
sépare et l'énergie gagnée dans le proces-
sus est divisée entre les particules. Cette
énergie étant supérieure à la profondeur
du piège U0, les deux atomes sont expul-
sés du piège.
Lorsque que l'on se place dans un régime où le taux des collisions assistées par
la lumière est nettement supérieur au taux de chargement, on obtient le régime de
l'atome unique. En eﬀet, si l'on prend un piège vide initialement, après un certain
temps aléatoire un atome entrera, puis, plus tard, un second. Dès que le second entre,
une collision assistée par la lumière expulse rapidement (< 1 ms) les deux atomes
hors du piège. Le piège est donc soit vide, soit en présence d'un seul atome. La Figure
1.12 résume le processus de chargement d'un atome unique dans un piège dipolaire.
Cette méthode de chargement est appelée blocage collisionnel (Schlosser, Reymond,
et Grangier, 2002). La distribution statistique de présence dans le piège est sub-
poissonienne, de probabilité 1/2 pour les deux occurrences 0 et 1 soit ∆N2/N¯ = 0.5.
En se servant de collisions assistées par la lumière conduisant à la perte d'un seul
atome et en utilisant la branche répulsive du potentiel entre les atomes de la paire
excitée, un groupe a réussi à obtenir une probabilité de présence d'un atome dans la
pince de 82.7% (Grünzweig et al., 2010). Il est à noter que les pertes à un corps, liées
à l'imperfection du vide principalement, sont négligeables sur ces échelles de temps
(voir Section 1.3.2).
Pour visualiser la présence d'un atome dans le piège, nous nous servons de la
photodiode à avalanche. Après avoir ﬁltré spatialement la ﬂuorescence provenant de
la région de piégeage grâce à l'alignement de ﬁbre de la photodiode, on peut observer
la dynamique du chargement de la pince. Un exemple de celle-ci est représenté sur
la Figure 1.13. Sur cette ﬁgure, est représentée la ﬂuorescence en fonction du temps
accumulée pendant 10 ms par point. Cette accumulation est nécessaire pour obtenir
un bon rapport signal sur bruit. On observe que la quantité de ﬂuorescence récoltée
passe d'un niveau bas, correspondant à aucun atome dans la pince, à un niveau haut,
qui correspond à un atome piégé. Le signal retombe au niveau bas régulièrement du
fait de la perte de l'atome par une collision assistée par la lumière avec un second
atome.
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Entrée d’un atome 
dans un piège 
initialement vide
Dès l’entrée d’un second 
atome dans le piège,
 une collision les expulse
Le piège est à nouveau vide
Temps
Figure 1.12  Diﬀérents processus impliqués lors du chargement d'un atome
unique dans le piège dipolaire. La durée pendant laquelle deux atomes sont simultané-
ment présents dans le piège étant très courte, le piège contient donc soit un seul atome, soit
aucun.
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Figure 1.13  Représentation en fonction du temps de la ﬂuorescence récoltée
par la photodiode à avalanche provenant de la zone de piégeage. Chaque point
correspond à l'accumulation pendant 10 ms de la ﬂuorescence. En pointillés, est représenté
le seuil typique de déclenchement d'une expérience avec un atome unique.
Déclenchement d'une expérience d'atome unique
Le processus de chargement de la pince décrit précédemment ne permet pas de
prévoir quand un atome entrera dans la pince. Pour nous assurer que nous avons
bien un atome et pas une pince vide au moment de lancer une expérience, nous nous
servons du signal de ﬂuorescence sur la photodiode à avalanche. Dès que ce signal
dépasse un seuil prédéterminé (voir le seuil typique représenté sur la Figure 1.13), on
est sûr qu'un atome est présent dans la pince et le programme informatique coupe
alors les faisceaux mélasse pour éviter qu'un second atome ne rentre dans celle-ci et
ne conduise à la perte des deux. À partir d'une pince et d'une mélasse vide, le temps
nécessaire à l'obtention d'un atome unique dans la pince est, pour notre dispositif de
chargement, de l'ordre de 300 à 500 ms.
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À la ﬁn de toute expérience impliquant un atome unique, les faisceaux mélasse
sont rallumés pendant 20 ms. En comparant la ﬂuorescence récoltée avec le seuil
initialement ﬁxé pour déclencher l'expérience, on sait si l'atome a été perdu, ou pas,
au cours de la mesure. L'allumage des faisceaux mélasse durant un temps aussi court
ne permet pas de créer une mélasse autour de la pince optique. Il n'y a ainsi pas de
risque de charger un nouvel atome durant cette étape de vériﬁcation.
1.3.2 Durée de vie de l'atome unique dans le piège
L'objectif de cette expérience est de déterminer le temps pendant lequel un atome
présent dans la pince peut y être conservé avant de s'en échapper. Le principe de
la mesure est représenté sur la Figure 1.14 a). Après la détection d'un atome, la
séquence commence, les faisceaux mélasse sont éteints et le piège est, lui, maintenu
allumé. Après un temps d'attente variable ∆at, les faisceaux mélasse sont rallumés
aﬁn de tester la présence de l'atome dans la pince. Le résultat de cette expérience
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Figure 1.14  a) Chronogramme de la séquence expérimentale permettant la
mesure de la durée de vie d'un atome dans le piège. b) Résultat de l'expérience
moyennée sur 100 réalisations. La longueur d'onde du piège est de 850 nm et la profon-
deur de la pince de U0/kB = 2.7 mK. La barre d'erreur correspond à l'incertitude statistique
mesurée par reproductibilité. La durée de vie obtenue par un ajustement (en trait plein sur
la ﬁgure) décrit dans le texte, est τ = 23± 3 s.
est représenté sur la Figure 1.14 b) (Les données présentées ici ont été prises par A.
Fuhrmanek).
Les diﬀérents mécanismes de perte de l'atome piégé sont les suivants :
• Les collisions entre l'atome piégé et un autre atome provenant du
gaz résiduel présent dans l'enceinte à vide. Dans le gaz résiduel, il y a des
atomes de rubidium, notamment ceux qui ont servi à produire la mélasse, ainsi
que ceux qui arrivent en permanence de la source. Il y a aussi des molécules
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de dihydrogène qui proviennent du dégazage 1 des parois de l'enceinte à vide.
Lors d'une collision entre l'atome piégé et un atome ou une molécule du gaz
résiduel, la perte de l'atome piégé est assurée puisque les atomes et molécules du
gaz résiduel possèdent une énergie cinétique très élevée (∼ 300 K) et largement
supérieure à la profondeur de la pince (∼ 1 mK). Il s'agit d'un processus de
collision de l'atome piégé avec le gaz résiduel, donc un processus à un corps qui se
décrit mathématiquement par une décroissance exponentielle de la probabilité
de maintien de l'atome dans la pince.
• Absorption de photons du laser piège. Les photons du laser piège, bien
que fortement hors résonance de la transition atomique, ont une probabilité
non nulle d'être absorbés par l'atome. Le processus de diﬀusion peut prendre la
forme d'une diﬀusion élastique Rayleigh où l'état interne de l'atome est recouvré
à la ﬁn de la diﬀusion. Cette diﬀusion s'eﬀectue à un taux (Beugnon, 2007) :
RRayleigh∝ 1
9
(
2∆1 + ∆2
∆1∆2
)2
(1.29)
La diﬀusion peut aussi être inélastique, sous la forme de la diﬀusion Raman,
qui modiﬁe l'état interne de l'atome. Le taux de cette diﬀusion est (Beugnon,
2007) :
RRaman∝ 2
9
(
∆2 −∆1
∆1∆2
)2
(1.30)
La somme de ces deux contributions donne le taux total de photons diﬀusés
(Fuhrmanek, 2011) :
Rdif =
Γ3IL
8Isat
(
1
3∆21
+
2
3∆22
)
(1.31)
Chaque diﬀusion augmente l'énergie de l'atome de 2Erec = 2~
2k2
2m
, avec k= 2pi/λ
et m la masse de l'atome. On fait l'hypothèse que ce chauﬀage est linéaire et
que la température de l'atome augmente comme T (t) =Ti + αt. En intégrant
la distribution thermique des atomes à l'intérieur du piège, on peut calculer la
probabilité pour qu'un atome reste piégé s'il possède une température T (t) à
l'intérieur d'un piège supposé harmonique, de profondeur Udip (Darquié, 2005) :
F (t) = 1−
(
1 +
Udip
kBT (t)
+
1
2
(
Udip
kBT (t)
)2)
e
− Udip
kBT (t) (1.32)
• Les ﬂuctuations de la puissance du piège. En présence d'oscillations de la
puissance du piège à des fréquences proches du double des fréquences d'oscil-
lation du piège, le phénomène de chauﬀage paramétrique prend place (Savard,
O'Hara, et Thomas, 1997). Il en résulte un échauﬀement de l'atome qui conduit,
1. Ce dégazage produit aussi de nombreuses autres molécules, mais dans des quantités très infé-
rieures à celle du dihydrogène.
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in ﬁne, à la perte de l'atome piégé. Nous n'avons pas observé de composante à
de telles fréquences dans l'analyse spectrale de la puissance du laser piège.
Les deux principaux phénomènes à prendre en compte étant indépendants, la
fonction avec laquelle on ajuste les courbes des durées de vie est le produit des deux
probabilités de maintien :
P (t) =F (t)× e− tτ . (1.33)
À partir des données de la Figure 1.14, et de la température initiale T1 = 150 µK 1,
on détermine la durée de vie τ = 23 ± 3 s. On trouve un taux de chauﬀage dû aux
photons du laser piège α= 10± 7 µK/s. Ce taux de chauﬀage n'est pas limitant pour
la plupart des expériences que nous présentons par la suite car elles se déroulent sur
des échelles de temps signiﬁcativement plus petites. Cependant, aﬁn de limiter la
variation de température, notamment pour réaliser le refroidissement évaporatif du
nuage (Voir Chapitre 2) qui s'eﬀectue sur des durées de l'ordre de la seconde, nous
avons utilisé un laser de piégeage plus fortement hors résonance (940 nm). En eﬀet, le
taux de diﬀusion total donné par l'équation 1.31 fait intervenir le carré du désaccord
entre la fréquence du laser de piège et celui de la transition atomique, se placer plus
loin de la résonance permet donc de diminuer la diﬀusion.
Par ailleurs, on note que le taux de chauﬀage est très faible et s'explique par
un phénomène de diﬀusion de photons du laser piège. Cela nous renseigne aussi sur
d'éventuelles fuites des faisceaux mélasse par exemple, puisqu'étant à résonance, ces
photons chauﬀeraient grandement l'atome. Le temps de vie de l'atome piégé serait
alors signiﬁcativement diminué (Gaëtan et al., 2009).
En tout état de cause, le temps de vie de l'atome piégé est nettement supérieur
à la durée typique des expériences que l'on réalise, qui ne dépasse pas les quelques
secondes pour les plus longues. Ce temps de vie n'est donc aucunement limitant dans
notre cas.
1.3.3 Température d'un atome unique
Le concept de température, bien qu'étant a priori un concept purement thermo-
dynamique, peut être étendu (Tuchendler et al., 2008) à la "température d'un atome
unique". Par "température d'un atome unique", il faut comprendre que chaque atome
que l'on piège possède une énergie interne, qui peut être mesurée. En réalisant un
grand nombre de fois cette mesure, on peut reconstruire la distribution des énergies,
qui est très proche d'une distribution thermique (boltzmannienne), et en extraire
l'énergie moyenne que l'on appelle alors température d'un atome unique.
Le principe de la mesure de la température correspond à une expérience de "lâcher
puis recapture" qui s'inspire des mesures faites par (Lett et al., 1988) pour déterminer
la température des mélasses optiques. Le principe est assez simple : après avoir piégé
un atome dans la pince, on le relâche pendant un certain temps puis on tente de le
1. La technique utilisée pour mesurer la température d'un atome unique est décrite Section 1.3.3
.
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recapturer avec le piège. Plus l'atome est chaud, plus il aura de facilité à s'échapper de
la zone de recapture durant la période pendant laquelle il est libre. Pour obtenir une
probabilité représentative, on réalise typiquement 200 fois cette séquence de mesure.
Cette séquence expérimentale est représentée Figure 1.15 a).
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Figure 1.15  a) Chronogramme de la séquence utilisée pour la détermination
expérimentale de la température de l'atome unique. b) Probabilité de recapture de
l'atome unique en fonction du temps d'attente ∆T . La profondeur du piège dipolaire
est de U/kB = 1.6 mK pour une taille radiale de w0 = 1.6 µm. Chaque point correspond à
une moyenne obtenue après 200 réalisations de la séquence. La barre d'erreur correspond
à l'incertitude statistique mesurée par reproductibilité. La courbe pleine correspond à une
simulation Monte-Carlo qui permet d'extraire la température : TAU = 50± 5 µK.
La Figure 1.15 b) représente la probabilité de recapture de l'atome en fonction de
la durée ∆T du lâcher. On constate que plus la durée du lâcher est grande, moins
la probabilité de recapture est importante. On utilise une simulation Monte-Carlo
(Reymond, 2002; Tuchendler et al., 2008) aﬁn d'extraire la température correspon-
dante. Dans le cas présent d'un piège de profondeur U/kB = 1.6 mK, la température
de l'atome est TAU = 50± 5 µK.
Cette mesure de la température nous conﬁrme le caractère sub-Doppler du refroi-
dissement qui prend place dans notre piège dipolaire.
Cette mesure de la température de l'atome unique est très importante. En eﬀet,
il devient possible de la prendre en compte dans des corrections, par exemple lors de
la mesure de la profondeur du piège.
1.3.4 Profondeur du piège
La profondeur du piège dipolaire correspond au déplacement lumineux de l'état
fondamental de l'atome piégé. La connaissance expérimentale de cette profondeur est
très importante pour plusieurs raisons. Tout d'abord, il s'avère que la profondeur du
piège inﬂue grandement sur la qualité du piégeage des atomes, ainsi que sur le nombre
d'atomes qu'il est possible de piéger (voir Section 1.4). Ensuite, les déplacements
lumineux nous imposant de modiﬁer la fréquence du faisceau sonde que l'on envoie
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sur les atomes pour que celle-ci soit bien à résonance avec les atomes, il est nécessaire
de pouvoir déterminer la profondeur du piège eﬃcacement.
La méthode dont nous nous servons pour la déterminer repose sur la mesure du
déplacement lumineux de l'état fondamental d'un atome unique de rubidium piégé en
eﬀectuant la spectroscopie d'absorption de l'atome. Pour cela, nous travaillons sur la
transition fermée entre l'état du fondamental
∣∣52S1/2, F = 2,mF = +2〉 et l'état excité∣∣52P3/2, F ′= 3,mF ′ = +3〉. Cette transition possède l'avantage d'avoir une fréquence
de résonance qui ne dépend que du déplacement lumineux de l'état fondamental,
en eﬀet, le déplacement lumineux de l'état excité est nul 1 (polarisation linéaire du
piège, voir Section 1.1.2).
Sonde
|52P3/2,F’=3,mf’=3>
|52S1/2,F=2,mf=2>
Figure 1.16  Schéma des dé-
placements lumineux des états
(52S1/2, F = 2) et (5
2P3/2, F
′= 3) ainsi
que de la sonde utilisée pour la
mesure de la profondeur du piège.
Les niveaux en gris correspondent
aux niveaux d'énergie non décalés.
La fréquence du faisceau sonde, de
polarisation σ+ est variée au cours du
temps pour déterminer la fréquence de
résonance atomique.
Pour déterminer la fréquence de résonance de l'atome piégé, nous envoyons une
sonde pendant 1 ms sur l'atome, tout en faisant varier sa fréquence linéairement avec
le temps. Expérimentalement, nous récoltons alors la ﬂuorescence réémise par l'atome
avec la photodiode à avalanche résolue en temps. Cette ﬂuorescence est proportion-
nelle à la probabilité d'exciter l'atome et est donc d'autant plus importante que la
fréquence de la sonde est proche de la résonance de l'atome piégé. Cela nous permet
de mesurer la profondeur de la pince.
La séquence expérimentale de mesure procède comme suit : après la capture d'un
atome, la mélasse est éteinte et la puissance du piège est modiﬁée vers la valeur sou-
haitée. Ici elle passe de Pi = 32 mW initialement à Pe=18 mW en 3 ms. Un champ
directeur est appliqué aﬁn de s'assurer que l'atome va rapidement se mettre à cycler
sur la transition
∣∣52S1/2, F = 2,mF = +2〉 ⇐⇒ ∣∣52P3/2, F ′= 3,mF ′ = +3〉 (il change
aussi légèrement la fréquence de la résonance, voir ci-après). Une sonde unidirection-
nelle de faible puissance (s= 0.1), de polarisation σ+, est envoyée pendant 1 ms. Sa
fréquence est changée au cours de cette milliseconde en partant d'un désaccord nul
et jusqu'à 2pi · 50 MHz. Le champ directeur est ensuite éteint et la pince remise à
son niveau initial pour préparer une nouvelle séquence de mesure. Cette séquence est
représentée Figure 1.17 a).
Le résultat de cette expérience est représenté Figure 1.17 b). Ces données sont très
1. En toute exactitude, le déplacement lumineux n'est nul que jusqu'à l'ordre 2 des perturbations.
En poussant le calcul à des ordres supérieurs, de faibles corrections apparaissent.
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Figure 1.17  a) Chronogramme de la séquence utilisée pour la détermina-
tion expérimentale de la profondeur de la pince. b) Fluorescence récoltée sur la
photodiode à avalanche en fonction du désaccord de la sonde par rapport à la
résonance d'un atome libre. La puissance du laser piège à 957 nm est de 18 mW. La
courbe résulte de l'accumulation des photons après 3000 réalisations de la séquence décrite.
La barre d'erreur correspond à l'incertitude statistique mesurée en répétant quatre fois l'ex-
périence. L'ajustement, en trait plein sur la ﬁgure, correspond à une fonction lorentzienne
de centre 19.2± 0.3 MHz et de largeur (1.23± 0.1)Γ/2pi= 7.5± 0.6 MHz.
bien ajustées par une fonction lorentzienne comme prédit par la formule 1.18. Cette
lorentzienne est décalée de 19.2±0.3 MHz et possède une largeur de (1.23±0.1)Γ/2pi=
7.5±0.6 MHz. Diﬀérents éléments sont à prendre en compte pour analyser ces valeurs :
• Le mouvement de l'atome à l'intérieur du piège. L'atome bouge dans le
piège du fait de son agitation thermique. Au cours de son mouvement dans le
piège, l'atome expérimente des déplacements lumineux diﬀérents. Cela conduit
à subir un déplacement lumineux moyen plus faible que si l'atome possédait
une température nulle et donc restait au fond du piège. En supposant une
distribution boltzmannienne pour l'énergie potentielle de l'atome dans le piège,
on peut calculer que la température non nulle de l'atome a pour principal eﬀet 1
un décalage de la courbe d'un facteur ∼ 3
2
kBTat (Fuhrmanek, 2011). Dans le cas
présent, la température de l'atome est de Tat = 55 µK conduisant à un décalage
attendu de δTemp/2pi=−1.7 MHz.
• Champ magnétique directeur. On applique sur l'atome un champ magné-
tique aﬁn de s'assurer que l'atome se mette à cycler rapidement sur la transition
fermée. Ce champ magnétique a aussi pour eﬀet de décaler les diﬀérents sous-
niveaux atomiques (Steck, 2003) conduisant à légèrement modiﬁer la fréquence
de résonance attendue. Le champ appliqué est Bdir = 1.4 G, ce qui conduit à un
décalage Zeeman qui est la diﬀérence du décalage de l'état fondamental et de
l'état excité soit : δmag =mf′gF′Bdir−mfgFBdir. Cela donne δmag/2pi= 1.9 MHz.
Le déplacement lumineux attendu pour une puissance laser de piège de P = 18
1. Si la température de l'atome devient suﬃsamment grande par rapport à la profondeur du
piège, des déviations de la forme lorentzienne sont aussi attendues. Cet eﬀet est négligeable dans
notre cas.
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mW à une longueur d'onde de λdip = 945 nm avec une taille de w= 1.63 ± 0.05 µm
(voir Section 1.3.5), en ajoutant les deux corrections évoquées précédemment, donne
U/h= 20.3± 1.3 MHz à partir de la formule 1.25. Cette valeur est en très bon accord
avec la valeur expérimentale.
La largeur trouvée expérimentalement de (1.23±0.1)Γ/2pi= 7.5±0.6 MHz est lé-
gèrement supérieure à la largeur naturelle qui est de Γ/2pi≈ 6 MHz. Plusieurs causes
expliquent cette diﬀérence, tout d'abord la saturation de la sonde s= 0.1 qui induit
un élargissement de ∼ 0.3 MHz. Ensuite l'agitation thermique déjà évoquée induit
elle aussi un élargissement, qui pour une température de 50 µK est de ∼ 1.5 MHz
(Fuhrmanek, 2011). Enﬁn, la largeur en fréquence du laser induit aussi un élargisse-
ment. Celui-ci a été mesuré en faisant battre deux faisceaux identiques, conduisant à
une largeur de raie de ∼ 0.9 MHz.
1.3.5 Fréquences d'oscillation du piège
La méthode généralement utilisée pour mesurer les fréquences d'oscillation d'un
piège consiste à moduler la profondeur du piège à une certaine fréquence. Lorsque
cette fréquence est proche d'une des fréquences d'oscillation du piège, un chauﬀage
paramétrique se met en place et le ou les atomes présents sont alors chauﬀés, ce qui
conduit rapidement à leur perte. Cette méthode peut aussi être appliquée sur notre
micro-piège dipolaire. Cependant, il existe une méthode plus précise qui s'inspire de
(Engler et al., 2000) et qui a été appliquée sur un atome unique par (Reymond, 2002).
Cette méthode comporte trois temps. Pour la visualiser, nous allons considérer
que l'atome est une bille qui oscille au fond d'un piège harmonique. L'atome est donc :
• soit dans une position haute dans le piège, au moment où il rebrousse chemin,
donc avec une vitesse nulle. L'énergie cinétique de l'atome est nulle alors que
son énergie potentielle est maximale.
• soit en mouvement, depuis une de ces positions hautes et en se déplaçant vers
le fond du piège ; ou du fond du piège, en remontant vers une de ces positions
hautes. Ici, l'atome en mouvement possède une énergie cinétique non nulle, qui
est d'autant plus importante que l'atome est proche du fond du piège.
La position et la vitesse de l'atome à l'instant initial sont aléatoires, cependant,
l'expérience présentée ici est réalisée au minimum 100 fois, ce qui permet de considérer
que toutes les conﬁgurations initiales sont explorées.
La séquence expérimentale procède comme suit (voir Figure 1.19 a)) :
1. Après la capture d'un atome unique, on coupe, dans un premier temps, le piège
pendant quelques microsecondes puis on le rallume.
 Si l'atome est dans une position haute, c'est-à-dire à un maximum d'ampli-
tude de son mouvement, sa vitesse est nulle ou presque, il restera sur place et
sera donc sur le bord au moment où le piège est rallumé (Cas a) du Schéma
40 Chapitre 1: Vers des nuages denses et froids
1.18).
 Si l'atome est dans une position basse, sa vitesse est importante et il se
déplacera donc d'autant plus qu'il sera proche du fond du piège. La durée
de coupure est choisie pour qu'au moment où le piège est rallumé ce type
d'atomes soit sur le bord du piège (Cas b) du Schéma 1.18).
Ainsi, à la ﬁn de cette première phase, quelle que soit sa position et sa vitesse
initiale, l'atome sera sur le bord du piège, les atomes sont donc en phase (Sortais
et al., 2007).
a) b)
Piège coupé Piège coupé
v=0
v
Figure 1.18  Mise en phase des atomes par la première coupure du piège.
2. Le second temps est un temps d'attente ∆TOscill que l'on va faire varier. L'atome
oscille librement dans le piège pendant cette durée.
3. Le troisième temps, enﬁn, correspond à une nouvelle coupure puis un ré-allumage
du piège. Cette coupure est cependant plus longue que la première. L'atome
dans le piège peut être dans diﬀérentes positions en fonction du temps d'at-
tente ∆TOscill de la deuxième phase.
 Si l'atome est dans une position haute, sa vitesse est nulle ou presque, il res-
tera sur place et sera donc sur le bord au moment où le piège sera rallumé.
 Si l'atome est dans une position basse, sa vitesse est importante et il se
déplacera donc d'autant plus qu'il sera proche du fond du piège. Le temps
de coupure est choisi pour qu'au moment où le piège est rallumé ce type
d'atomes soit perdus.
En mesurant la présence de l'atome à la ﬁn de cette séquence, on construit la pro-
babilité de perte d'atomes en fonction du temps d'attente ∆TOscill de la deuxième
phase. Cette probabilité va osciller à deux fois la fréquence du piège puisqu'un atome
passe deux fois par le fond du piège avant de revenir dans sa position initiale.
Le résultat de cette expérience est représenté Figure 1.19 b). La courbe peut être
ajustée par une fonction somme de deux sinusoïdes :
O(t) = a+ b sin(2wXt+ ΦX) + c sin(2wY t+ ΦY ) (1.34)
Les axes (X,Y) étant les axes des directions radiales du piège, on extrait à partir
de la courbe les fréquences d'oscillation wX/2pi= 61± 7 kHz et wY /2pi= 63± 6 kHz.
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Figure 1.19  a) Chronogramme de la séquence expérimentale utilisé pour la
détermination expérimentale des fréquences d'oscillation du piège. b) Probabilité
de recapture de l'atome unique en fonction du temps d'attente ∆TOscill. La barre
d'erreur correspond à l'incertitude statistique mesurée par reproductibilité. La profondeur
du piège dipolaire est de U/kB = 1.1 mK. Chaque point correspond à une moyenne obtenue
après 100 réalisations de la séquence. L'ajustement, en trait plein sur la ﬁgure, correspond
à la somme de deux sinusoïdes (voir texte) et donne les fréquences d'oscillation du piège :
wX/2pi= 61± 7 kHz et wY /2pi= 63± 6 kHz.
En se servant de la formule 1.28 et de la profondeur du piège de U/kB = 1.1 mK,
on déduit les tailles du piège : w0,X = 1.65 ± 0.09 µm et w0,Y = 1.62 ± 0.07 µm. La
diﬀérence entre ces deux valeurs est comprise dans la barre d'erreur et n'est donc pas
signiﬁcative. La moyenne des deux valeurs donne w0 = 1.63±0.05 µm. La longueur de
Rayleigh est de 8.8 µm, ce qui correspond à une fréquence d'oscillation de ∼ 8 kHz.
Le temps de coupure pour la mise en phase des atomes qu'il faudrait appliquer pour
mesurer cette fréquence étant beaucoup plus long, nous perdrions les atomes avant
de commencer la mesure.
Nous n'utilisons ici qu'une partie de l'ouverture numérique de la lentille pour
obtenir une taille radiale du faisceau de ∼ 1.6 µm, qui est beaucoup plus grande
que la taille minimale qu'il est possible d'obtenir avec la lentille dont nous disposons
(∼ 1 µm).
1.3.6 Calibration de la ﬂuorescence émise par un atome grâce
à la détermination de l'intensité de saturation de la
sonde
Cette section s'intéresse à la mesure de la quantité de ﬂuorescence émise par un
atome. Cette mesure a deux ﬁnalités : connaître la ﬂuorescence émise par un atome
pour plus tard pouvoir quantiﬁer le nombre d'atomes dans la pince en comparant les
ﬂuorescences et déterminer l'intensité de saturation du faisceau laser sonde au niveau
de l'atome.
La quantité de ﬂuorescence qu'émet un atome dépend directement de l'intensité
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lumineuse qu'il reçoit lorsque celle-ci est faible et sature lorsque l'intensité devient
trop forte. Nous travaillons sur la transition fermée
∣∣52S1/2, F = 2,mF = +2〉 ⇐⇒∣∣52P3/2, F ′= 3,mF ′ = +3〉. La quantité de ﬂuorescence émise par un atome est donnée
par la formule 1.18. À résonance (δ= 0), cette formule se simpliﬁe en :
Γressp =
Γ
2
s
1 + s
avec s le parametre de saturation : s=
IL
Isat
. (1.35)
Expérimentalement, il est peu aisé de mesurer directement l'intensité lumineuse
eﬀectivement reçue par l'atome à cause d'une part de l'indétermination sur la taille
eﬀective du faisceau au niveau de l'atome et d'autre part de leur agencement l'un
par rapport à l'autre dans l'enceinte à vide. À contrario, la mesure de la puissance
de la sonde est très simple. On réexprime le paramètre de saturation s en fonction de
la puissance la sonde par s= P
P0
, avec P0, la puissance de sonde qu'il est nécessaire
d'envoyer pour que l'atome reçoive une intensité égale à l'intensité de saturation.
Après la capture d'un atome, on envoie une sonde de puissance connue sur l'atome
relâché en espace libre. La durée de la sonde est de 2 µs. La ﬂuorescence est récoltée
sur I-CCD et accumulée sur plusieurs milliers de réalisations de l'expérience pour
obtenir un rapport signal à bruit suﬃsant pour toutes les puissances. La Figure 1.20
représente la séquence sur la gauche et sur la droite une image prise avec la I-CCD.
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Figure 1.20  a) Chronogramme de la séquence expérimentale utilisé pour me-
surer la quantité de ﬂuorescence émise par un atome unique. b) Image prise
avec l'I-CCD d'un atome soumis à une intensité lumineuse de saturation s= 37
ainsi que les projections suivant les deux axes en passant par le centre de la
tache sur l'image. L'échelle correspond à la dimension radiale dans le plan des atomes.
L'image correspond à une accumulation de la ﬂuorescence sur 2000 séquences d'une durée
de ∼ 500 ms chacune, avec une durée d'exposition à la sonde de 2µs par séquence.
On compte la ﬂuorescence reçue en intégrant le signal sur toute l'image (après
avoir soustrait le fond). Cette quantité de ﬂuorescence est représentée Figure 1.21 en
fonction de la puissance de la sonde envoyée sur l'atome.
On ajuste la courbe par la fonction :
1.3 Utilisation d'un atome unique comme d'une référence 43
600
500
400
300
200
100
0F
lu
o
re
s
c
e
n
c
e
 (
A
.D
.U
)
 
3210
Puissance Sonde (mW)
Figure 1.21  Quantité de ﬂuo-
rescence intégrée sur la caméra en
fonction de la puissance de la sonde
envoyée sur l'atome. L'ajustement,
en trait plein sur la ﬁgure, correspond
à la Formule 1.36 et donne pour pa-
ramètres A= 498 ± 40 A.D.U et P0 =
25 ± 7 µW. Chaque point correspond à
une moyenne sur 1000 à 4000 réalisa-
tions de la séquence.
Fluo(P ) =A
P/P0
1 + P/P0
, (1.36)
où le paramètre A comprend le taux de désexcitation de l'atome, l'eﬃcacité de dé-
tection ainsi que le gain de l'I-CCD. Le paramètre P0 correspond à la puissance
lumineuse nécessaire pour obtenir une intensité de saturation au niveau de l'atome
de s= 1. L'ajustement sur la courbe nous permet d'obtenir A= 498±40 A.D.U. ainsi
que P0 = 25± 7 µW.
Plus tard dans ce manuscrit, nous verrons que nous nous servons de nuages ato-
miques contenant plus d'atomes. Les nombres d'atomes dans ces nuages sont mesurés
par comparaison de la ﬂuorescence obtenue avec la ﬂuorescence obtenue dans les
mêmes conditions avec un atome unique. La barre d'erreur sur le paramètre A cor-
respond donc à l'incertitude typique que l'on obtient pour une mesure d'un nombre
d'atomes, à savoir ∼ 10%. Enﬁn, en comparant la puissance envoyée par la sonde avec
la valeur trouvée ici de P0, on détermine l'intensité de saturation s. L'erreur typique
sur la saturation s correspond à celle sur la détermination de P0 (l'incertitude de
mesure sur la puissance étant nettement inférieure à celle sur P0). Les saturations
sont donc déterminées avec une incertitude de ∼ 25%.
1.3.7 Compensation du champ magnétique
La compensation de l'environnement magnétique autour des atomes dans une ex-
périence de physique atomique est une étape importante. En eﬀet, les sous-niveaux
atomiques variant avec le champ magnétique, une bonne compensation de ceux-ci
est primordiale. Un environnement magnétique vierge permet par ailleurs d'augmen-
ter l'eﬃcacité de refroidissement des atomes, que ce soit dans le PMO ou dans les
pinces optiques, et ce même dans le régime de l'atome unique. La compensation du
champ magnétique a pour objectif d'ajouter un champ magnétique statique opposé à
celui initialement présent au niveau des atomes, et ce grâce aux six bobines de com-
pensation décrites Section 1.2.2. Le champ initial comprend le champ magnétique
terrestre ainsi que celui généré par les nombreux appareils électriques présents à côté
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de l'enceinte 1. Il existe plusieurs méthodes pour compenser le champ magnétique,
que ce soit en observant l'asymétrie de l'expansion d'une mélasse optique relâchée,
en eﬀectuant la spectroscopie radiofréquence des raies atomiques (voir notamment :
(Fuhrmanek, 2011)) ou en se servant de faisceaux Raman. La technique présentée ici,
qui se sert d'un atome unique et d'un faisceau pompeur, présente l'avantage d'être
simple à mettre en place et de conduire à une bonne compensation du champ.
L'axe de propagation de la sonde est l'axe z, les axes x et y correspondent, respec-
tivement, aux axes de collection de la lumière et d'arrivée des atomes dans la chambre
d'expérience (voir Schéma 1.9).
Compensation du champ suivant les axes x et y
Le principe de la mesure consiste, en premier lieu, à appliquer un champ magné-
tique directeur sur un atome unique suivant l'axe z qui sert aussi d'axe de quantiﬁ-
cation. Les sous-niveaux Zeeman se décalent alors légèrement (voir schéma 1.22 a)).
On envoie ensuite sur l'atome un faisceau laser pompeur, suivant l'axe z, résonant
avec la transition (52S1/2, F = 2)⇐⇒ (52P3/2, F ′= 2), et polarisé σ+. L'atome, qui se
trouve initialement dans l'un des cinq sous-états de (52S1/2, F = 2), sera très rapide-
ment pompé vers l'état extrême
∣∣52S1/2, F = 2,mF = +2〉. Lorsque l'atome atteint ce
sous-niveau, il se retrouve dans un état qui n'est plus couplé à aucun autre état par
le faisceau laser.
 En l'absence d'autres champs magnétiques suivant d'autres axes, l'atome se
maintient dans cet état noir.
 En présence d'un champ magnétique orthogonal à l'axe de quantiﬁcation, l'atome
est dépompé de l'état mF = +2 vers l'état mF = +1 à un taux proportionnel à
la fréquence de Larmor : ΩB =
gFmFµB
~ |B⊥|. L'atome continue donc à diﬀuser des
photons puisqu'il est constamment dépompé puis repompé vers l'état extrême
par le laser pompeur, induisant ainsi un chauﬀage de l'atome qui conduit après
un certain temps à la perte de l'atome.
La ﬁn de la séquence consiste à vériﬁer la présence de l'atome. Le maximum du taux
de recapture correspond alors au champ B⊥ minimal.
Le résultat de l'expérience est présenté Figure 1.23 pour les axes x et y. On réalise
un ajustement des courbes à partir de la formule 1.32 qui détermine la probabilité de
perte d'un atome en fonction de sa température. La température de l'atome unique est
prise comme T (B) =T0 +α(B), avec α(B) =K(B−Bcomp), où K est une constante.
Les ajustements se superposent bien aux données et permettent déterminer les champs
magnétiques de compensation BX,Comp =−0.15 ± 0.03 G et BY,Comp =−0.44 ± 0.02
G.
1. La méthode de compensation présentée ici est purement statique et ne permet donc pas de
compenser d'éventuels champs oscillants.
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Faisceau Pompeur
Champ magnétique
Séquence de mesure:
a)
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(52P3/2,F’=2)
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Figure 1.22  a) Niveaux atomiques utilisés lors de la compensation du champ
magnétique. Les niveaux en gris correspondent aux niveaux d'énergie de l'atome dans la
pince dipolaire. Ces niveaux sont décalés sous l'eﬀet du champ magnétique directeur appliqué
Bz. Le faisceau pompeur de polarisation σ+ pompe les atomes vers l'état extrême mF =
+2. b) Séquence expérimentale utilisée pour compenser le champ magnétique
avec un atome unique. La profondeur du piège dipolaire au moment de la mesure est
de U/kB = 0.7 mK pour une taille radiale de w0 = 1.1 µm. La polarisation du piège est
linéaire et suivant l'axe z. Le champ magnétique directeur, lorsqu'il est appliqué (voir texte),
correspond à Bdir = 1.4 G. La durée du faisceau pompeur est pour les axes (x, y et z) de
∆Tpomp = (12, 25, 10) ms, respectivement.
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Figure 1.23  a) Probabilité de recapture de l'atome unique en fonction du
champ magnétique appliqué suivant l'axe x sur l'atome. b) Probabilité de recap-
ture de l'atome unique en fonction du champ magnétique appliqué suivant l'axe
y sur l'atome. Chaque point correspond à une moyenne obtenue après 100 réalisations
de la séquence. L'ajustement correspond à la formule 1.32. Le centre des fonctions est en
BX,Comp =−0.15± 0.03 G et BX,Comp =−0.44± 0.02 G.
Compensation du champ suivant l'axe z
La compensation suivant l'axe z est légèrement diﬀérente des deux autres axes
puisque faire varier le champ magnétique suivant l'axe z, revient aussi à changer
le champ directeur. De plus, la compensation suivant les axes x et y n'étant pas
parfaite, il existe un champ magnétique résiduel qui couple les sous-états Zeeman à
la fréquence de Larmor associée à ce champ résiduel ΩB =
gFmFµB
~ |B⊥,res|. L'inﬂuence
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du champ résiduel est d'autant plus forte que le champ directeur est faible. Les sous-
niveaux d'énergie qui sont en jeu ici sont schématisés Figure 1.24 a). On réalise la
même procédure expérimentale que celle illustrée Figure 1.22. À champ magnétique
Bz fort, les sous-niveaux mF = +1 et mF = +2 sont bien séparés, la population dans
l'état mF = +1 est donc faible. Ainsi, l'atome ne chauﬀe pas et il restera dans le piège.
À l'opposé, à champ Bz, faible, la population dans l'état mF = +1 est importante.
L'atome chauﬀe alors, suite à la diﬀusion répétée de photons, ce qui conduit à sa
perte.
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Figure 1.24  a) Sous-niveaux d'énergie pris en compte dans la compensation
du champ magnétique suivant l'axe z. Le faisceau laser pompeur de polarisation σ+ et
de pulsation de Rabi Ωp transfère la population vers l'état |F ′= 2,=mF′ = +2〉. L'atome peut
se désexciter dans les deux états |F = 2,mF = +1〉 et |F = 2,mF = +2〉. Le champ magnétique
résiduel B⊥,res couple ces états à la fréquence de Larmor ΩB. Les décalages Zeeman δ et ∆
sont proportionnels au champ magnétique appliqué Bz. b) Probabilité de recapture de
l'atome unique en fonction du champ magnétique appliqué suivant l'axe z sur
l'atome. L'ajustement correspond à la simulation décrite dans le texte et donne le champ
de compensation suivant l'axe z : BZ,Comp =−1.75± 0.05 G.
Le résultat de l'expérience est représenté Figure 1.24 b). On modélise ce pro-
blème par les équations de Bloch optiques aﬁn de calculer la population dans l'état
|F = 2,mF = +1〉 et pouvoir ainsi déterminer le taux de chauﬀage que subit l'atome.
On résout donc l'équation matricielle d'évolution de la matrice densité (Grynberg,
Aspect, et Fabre, 2010) :
˙ˆρ=
1
i~
[
Hˆ, ρˆ
]
+ Lˆρ , (1.37)
avec ρˆ la matrice densité, Hˆ l'hamiltonien du système et Lˆρ les termes de pertes
comprenant l'émission spontanée et les termes de décohérence. Les diﬀérents éléments
des matrices pour ce problème à trois niveaux sont :
Hˆ =
 0 ΩB Ωp2ΩB ∆ 0
Ωp
2
0 δ
 et Lˆρ =
 13Γρ3,3 0 −Γ2ρ1,30 2
3
Γρ3,3 −Γ2ρ2,3−Γ
2
ρ3,1 −Γ2ρ3,2 −Γρ3,3
 . (1.38)
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On résout ce système d'équations et on détermine la population dans |F = 2,mF = +1〉
qui est l'état ρ1,1. On utilise ensuite la Formule 1.32 pour déterminer le chauﬀage de
l'atome et ainsi la probabilité de le perdre. L'ajustement est représenté sur la Figure
1.24 b). Il nous permet de déterminer le champ de compensation suivant l'axe z, ainsi
que les champs magnétiques résiduels non compensés. On trouve alors le champ de
compensation suivant z : Bz =−1.75 ± 0.05 G. Cette valeur assez importante s'ex-
plique par la présence de nombreux appareils électroniques au-dessus de l'enceinte.
Après compensation, les champ magnétiques résiduels ont pour valeurs : B⊥,res = 4
mG et Bz,res = 38 mG. Ces valeurs résiduelles que nous n'avons pas réussies à com-
penser correspondent en partie à des champs variant dans le temps à des fréquences
que nous n'avons pas pu identiﬁer.
La réalisation de la compensation des champs magnétiques statiques permet d'amé-
liorer le refroidissement des atomes à des températures encore plus sub-Doppler. Pour
l'atome unique, la température mesurée ici avant la compensation est de ∼ 50µK.
Après la compensation, nous avons mesuré une température de ∼ 15 µK.
Les diﬀérentes expériences présentées jusqu'ici sont toutes réalisées avec un seul
atome. Elles permettent de mesurer les paramètres physiques de notre système ou
de calibrer nos instruments. Toutes ces données sont nécessaires à la réalisation et
à l'interprétation d'expériences impliquant plus d'atomes, comme nous allons le voir
maintenant.
1.4 Chargement d'un piège dense d'atomes froids
Nous souhaitons réaliser un piège dense d'atomes froids pour y étudier la diﬀusion
de la lumière. Le chargement d'un piège dense d'atomes froids présente certaines dif-
ﬁcultés, notamment dues aux facteurs limitant le nombre d'atomes pouvant coexister
dans notre micro-pince. Nous détaillerons ensuite la méthode de chargement que nous
avons mise en place pour contourner ces limitations. Celle-ci consiste en l'utilisation
d'un second piège dipolaire colinéaire avec le premier piège qui vient faire l'intermé-
diaire entre le PMO et la micro-pince optique. Finalement, nous verrons que cette
combinaison de pièges permet d'atteindre un régime où nous pouvons mesurer le taux
de collisions à trois corps du rubidium en milieu très conﬁné.
1.4.1 Passer d'un atome à plusieurs
Le régime de piégeage d'atome unique s'obtient lorsque le taux de pertes à deux
corps est supérieur au taux de chargement. À l'inverse, l'obtention d'un nombre
d'atomes plus élevé dans le piège nécessite un chargement supérieur aux pertes.
Pour cela, expérimentalement, nous allumons les champs magnétiques en conﬁgu-
ration anti-Helmholtz, ce qui permet de transformer la mélasse optique en un piège
magnéto-optique. De plus, le ralentisseur Zeeman est allumé et la température du
four est élevée (de ∼ 70 oC pour le régime d'atome unique vers ∼ 160 oC) aﬁn d'aug-
menter le ﬂux de particules incidentes. Tous ces éléments permettent d'augmenter
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signiﬁcativement la densité locale d'atomes au niveau du micro-piège dipolaire et,
ainsi, d'augmenter le taux de chargement. Notre système d'imagerie ne nous permet
pas de collecter suﬃsamment de ﬂuorescence avant qu'un changement du nombre
d'atomes dans le piège ne se produise. Nous ne pouvons donc pas déclencher nos
expériences sur un nombre d'atomes précis.
Mesurer la température et le nombre d'atomes
La mesure de la température des atomes est eﬀectuée avec la technique du temps
de vol (Lett et al., 1988). Cette méthode qui est couramment utilisée par les groupes
de recherche en atomes froids, repose sur la mesure de la distribution d'impulsions
des atomes du nuage. Cette technique fonctionne lorsqu'il n'y a pas d'interactions
entre les atomes et que la distribution d'impulsions est gelée pendant la mesure. Par
ailleurs, elle fonctionne même en présence d'un seul atome (Fuhrmanek et al., 2010a).
Expérimentalement, on commence par laisser s'étendre le nuage atomique pendant
un temps de vol ∆Tvol que l'on va faire varier. Pour éviter des interactions entre les
atomes (incluant la densité optique), on choisit des temps de vol suﬃsamment longs
pour que la densité atomique pic soit suﬃsamment faible (n0 =N/Vat≤ 1011 at/cm3 ;
avec N , le nombre d'atomes ; Vat(∆Tvol) =
∏
i=X,Y,Z
√
2pi
√
kBT
mw2i
+ kBT
m
∆T 2vol et les diﬀé-
rents wi, les fréquences d'oscillation du piège suivant les axes i.). Après ce temps de
vol, on illumine le nuage avec une sonde à résonance, de saturation s= 1 pendant
2 µs et nous récoltons la ﬂuorescence sur l'I-CCD (voir Figure 1.25 a)). Les nombres
d'atomes que nous étudions étant relativement faibles, il nous faut réaliser un grand
nombre de fois cette séquence avant obtenir des images dont le proﬁl spatial est suf-
ﬁsamment bien déterminé et ainsi déterminer la valeur de la température avec une
précision satisfaisante (≤ 10%). La technique du "lâcher puis recapture" utilisée pour
mesurer la température d'un atome fonctionne avec plusieurs atomes (Fuhrmanek,
2011), il est donc aussi possible de s'en servir.
La détermination du nombre d'atomes s'eﬀectue en analysant la quantité de ﬂuo-
rescence obtenue sur les images prises lors de la mesure de la température. Pour cela,
on compare la ﬂuorescence récoltée avec celle obtenue avec un seul atome dans les
mêmes conditions (Section 1.3.6). De cette façon, nous mesurons le nombre moyen
d'atomes 1 présents dans la pince avec une précision typique de 10%. Récemment, il
a été démontré qu'il était possible, en une seule illumination, de compter les atomes
d'un nuage comportant jusqu'à 100 atomes froids avec une ﬁdélité de 98.6% jusqu'à
100 atomes (Hume et al., 2013). Les atomes sont placés dans un piège magnéto-
optique et sont illuminés par deux faisceaux de forte saturation (s= 6.5) pendant 50
ms. La ﬂuorescence récoltée sur une caméra est alors suﬃsamment importante pour
pouvoir distinguer le nombre d'atomes avec la précision annoncée. En raison du fort
conﬁnement de notre micro-pince optique, une procédure de mesure similaire s'avère
1. La distribution du nombre d'atomes dans la pince est une distribution légèrement sub-
poissonnienne, le facteur de Fano valant F = ∆N2/ 〈N〉= 0.75 pour un nombre d'atomes 〈N〉≥ 2 et
avec ∆N qui indique la variance (Fuhrmanek et al., 2010b; Sortais et al., 2012).
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impossible. En eﬀet, les collisions inélastiques assistées par la lumière détruiraient
notre nuage bien avant que l'on ait pu récolter une quantité de ﬂuorescence suﬃsante
(Fuhrmanek et al., 2012).
Température des atomes dans le piège en fonction de leur nombre
La Figure 1.25 b) représente la température des atomes dans le piège en fonction
de leur nombre. Le nombre d'atomes chargés dans le piège est contrôlé en changeant
la densité locale du PMO autour de la micro-pince. La densité du PMO est contrôlée,
dans ce cas, en lui laissant plus ou moins de temps pour se former avant de couper
les faisceaux de refroidissement.
Séquence de mesure:a)
b)
Temps
PMO
 
Piège
 
Sonde
 
I-CCD
 
Champ directeur
2 µs
∆Tvol
50 ms
Bdir=1.4G
600
500
400
300
200
100
0
T
e
m
p
é
ra
tu
re
 (
µ
K
)
806040200
Nombre d'atomes
Figure 1.25  a) Chronogramme de la séquence expérimentale utilisé pour me-
surer la température et le nombre d'atomes. La profondeur du piège est de U/kB = 3
mK pour une taille radiale de w0 = 1.6 µm. b) Température du nuage en fonction du
nombre d'atomes.
Nous avons vu dans la partie précédente que la température d'un atome unique
peut être diminuée en compensant les champs magnétiques, ce qui permet d'obtenir
des températures nettement sub-Doppler. Ici, la température de l'atome unique est de
∼ 30 µK. Lorsque le nombre moyen d'atomes dans la pince est de∼ 1.5, la température
mesurée augmente signiﬁcativement à ∼ 150 µK et atteint ∼ 575 µK pour 10 atomes.
Pour des nombres d'atomes encore plus importants, la forte densité atomique permet
une meilleure thermalisation et la température décroit alors un peu.
On peut expliquer ce phénomène en regardant les processus de chargement de la
pince. Outre l'entrée des atomes, les collisions assistées par la lumière des faisceaux
PMO (désaccordés au rouge de la transition atomique de 3.5Γ) jouent un rôle pré-
pondérant puisqu'elles expulsent les atomes deux par deux. Lorsqu'un seul atome est
présent dans la pince, ce processus n'intervient pas et l'atome est refroidi jusqu'au
fond du piège (voir Figure 1.26). Le temps tfond nécessaire pour atteindre le fond du
piège (profondeur U0 = 10Γ) est déterminé par l'équation s1+s+4(δ/Γ)2 ΓErectfond = ~U0.
On obtient tfond∼ 2.8 ms, pour les paramètres δ= 3.5Γ+U0/2, le désaccord moyen vu
par les atomes et s∼ 50, la saturation des faisceaux PMO. En présence de plus d'un
atome, les collisions à deux corps expulsent les particules hors du piège. Le temps
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de demi-vie en présence de pertes à deux corps dans des conditions similaires est de
∆t1/2 = 0.5 ms 1 (Fuhrmanek et al., 2012), expliquant la perte des atomes avant leur
refroidissement complet et donc les températures plus élevées mesurées. De plus, ces
collisions se produisent là où la densité de particules est la plus importante, c'est-à-
dire pour les atomes les plus froids qui s'accumulent au fond du piège, jouant ainsi
un second rôle d'anti-refroidissement.
Lorsque le nombre d'atomes est plus important, l'évaporation libre vient aider au
refroidissement du milieu en expulsant préférentiellement les atomes chauds (Luiten,
Reynolds, et Walraven, 1996). Ainsi, on s'attend à ce que la température tende vers
U0/kB∼ 10T donc T ∼ 300 µK à grand nombre d'atomes.
a) b)
Laser PMO 3.5 Γ
U0/kB~3mK
U0/h~10 Γ
Figure 1.26  Refroidissement des atomes dans la pince optique a) Un atome
unique peut être refroidi par les faisceaux PMO et atteindre des températures très faibles
∼ 30 µK. b) En présence de plus d'atomes dans le piège, le processus de refroidissement est
interrompu par les collisions assistées par la lumière. Celles-ci éjectent les atomes avant
qu'ils ne soient refroidis au fond du piège.
Ce type de chargement de la micro-pince, directement à partir du PMO, permet
d'obtenir des nuages comprenant une centaine d'atomes correspondant à des densités
n0∼ 1013 at/cm3. Aﬁn d'augmenter le nombre d'atomes et donc la densité de notre
milieu, nous avons choisi d'utiliser une pince intermédiaire entre le micro-piège et le
PMO.
1.4.2 Mise en place d'une macro-pince réservoir
La densité qu'il est possible d'obtenir avec une micro-pince chargée directement
par le PMO est trop faible par rapport aux densités que nous recherchons pour y étu-
dier la diﬀusion de la lumière (n0∼ 1014 at/cm3). La principale limitation vient des
collisions assistées par la lumière des faisceaux mélasse qui dépeuplent violemment
le piège de ses atomes. Diﬀérentes techniques ont été mises en place pour contour-
ner cette limitation, notamment l'utilisation d'un "Dark-SPOT", qui en plaçant les
atomes dans des états noirs, où ils n'interagissent pas avec la lumière, empêche qu'ils
ne subissent des collisions (Ketterle et al., 1993) . Une autre approche consiste en
l'utilisation de bandes latérales sur le faisceau piège aﬁn de rendre répulsif le po-
tentiel d'interaction entre les atomes lorsqu'ils sont excités, annihilant ainsi la perte
1. La mesure des taux de collisions assistées par la lumière dans un piège aussi dense a révélé des
valeurs nettement plus élevées que dans des système moins conﬁnants (Fuhrmanek et al., 2012).
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d'atomes lors des collisions (Dürr, Miller, et Wieman, 2000). Le groupe (Ahmadi,
Timmons, et Summy, 2005) a, quant à lui, développé une technique de chargement
qui consiste à faire varier le volume du piège dipolaire dans le temps aﬁn de capturer
plus d'atomes.
Nous avons mis en place une autre technique consistant en l'utilisation d'une
seconde pince optique, de taille intermédiaire -dite macro-pince-, qui vient servir de
réservoir pour le chargement de la micro-pince. Cette technique s'inspire de celle mise
en place par (Jacob et al., 2011) pour réaliser un petit condensat contenant ∼ 104
atomes de sodium 23 dans une petite pince optique chargée par un piège dipolaire
croisé de plus grande taille. Notre macro-pince est créée à partir d'un laser à 850
nm qui se propage suivant le même axe que la micro-pince (voir la Figure 1.6 qui
représente l'agencement des deux pinces.). La taille de cette pince est de w0,macro =
3.8 µm, elle est obtenue en n'utilisant qu'une seule partie de l'ouverture de la lentille
asphérique. On utilise ∼ 70 mW de puissance laser pour créer un piège de profondeur
U0,macro/kB∼ 1.5 mK.
Le nombre maximum d'atomes que nous avons réussi à charger dans la micro-
pince était de 100 atomes. Nous avons mesuré, dans des conditions similaires, 2500
atomes dans la macro-pince seule. Le chargement d'une pince avec N atomes est régi
par l'équation suivante (Sortais et al., 2012) :
dN
dt
=R− γN − β
V
N(N − 1) , (1.39)
avec R, le taux de chargement de la pince ; γ, le taux de pertes à un corps ; β, le taux
de pertes à deux corps et V, le volume thermique du nuage atomique. Le taux de
pertes à un corps qui a été mesuré précédemment (voir Section 1.14) est négligeable
à l'échelle des autres échelles de temps en présence ici. On peut donc approximer le
nombre d'atomes dans le régime stationnaire par : Nst =
√
R.V
β
. Le volume de piégeage
V ∝w20ZR =w40 alors que le taux de chargement est proportionnel à la section que fait
le piège dans le jet d'atomes en provenance du four R∝w0ZR =w30. Si l'on suppose
β identique dans les deux cas, on s'attend donc à ce que le rapport entre les nombres
d'atomes dans les deux pièges soit de (w0,macro/w0,micro)3.5∼ 75. Ce facteur est trois
fois plus important que celui mesuré expérimentalement, une diﬀérence que nous
expliquons par la simplicité du modèle proposé ici, notamment l'approximation d'un
taux de pertes à deux corps β identique pour les deux pinces qui sont très diﬀérentes.
Pour augmenter le nombre d'atomes dans la micro-pince, il faut soit augmenter
le taux de chargement, soit diminuer le taux de pertes. Le taux de chargement R
d'une pince dépend de la densité locale d'atomes autour du piège. En utilisant une
macro-pince, on peut entourer la micro-pince d'un nuage dont la densité est plus de
cent fois plus importante que celle du PMO (1010 at/cm3). Par ailleurs, le taux de
pertes à deux corps correspond aux collisions inélastiques assistées par la lumière.
Nous avons donc mis en place une séquence où nous coupons les faisceaux du PMO
pour annuler ce taux de pertes et laissons les atomes de la macro-pince charger la
micro-pince.
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De manière plus détaillée, la séquence expérimentale (voir Figure 1.27 a)) com-
mence par le chargement de la macro-pince par le PMO. Ce dernier est ensuite éteint.
Le transfert s'eﬀectue alors de la macro-pince vers la micro-pince pendant une durée
de ∆Ttrans = 220 ms. Après avoir éteint le macro-piège, on laisse enﬁn une période de
60 ms au cours de laquelle les atomes de la micro-pince thermalisent.
Alignement
La Figure 1.27 b) représente le nombre d'atomes obtenus dans la micro-pince en
fonction de son alignement avec la macro-pince. Les positions des pinces sont mesurées
en allumant alternativement une des deux pinces et en repérant sur la caméra CCD la
position du nuage atomique dans chacune d'entre elles. Connaissant le grandissement
du système d'imagerie, on remonte ainsi à la distance entre les pinces. On observe
qu'en superposant les deux pièges il est possible d'augmenter le nombre d'atomes dans
la micro-pince jusqu'à 300 atomes. Un nombre d'atomes trois fois plus important que
dans le cas où la pince était chargée par le PMO. L'ajustement sur la ﬁgure est une
fonction gaussienne d'écart type σ= 3.3± 0.3 µm. On voit que si l'on prend un écart
entre les pinces supérieur à cet écart type, le taux de chargement de la pince diminue
alors signiﬁcativement.
Séquence de mesure:a)
b)
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Figure 1.27  Chronogramme de la séquence expérimentale du transfert
d'atomes entre la macro- et la micro-pince optique. La profondeur de la macro-
pince est de U0,macro/kB = 1.5 mK et la profondeur de la micro-pince est de U0/kB = 2.7
mK. b) Eﬃcacité du transfert entre la macro-pince et la micro-pince optique en
fonction leur distance relative. L'ajustement, en trait plein, correspond à une fonction
gaussienne centrée en 0 et d'écart type σ= 3.3± 0.3 µm.
1.4.3 Optimisation du transfert entre les pinces
Les prochaines sections s'intéressent à la dépendance de l'eﬃcacité du transfert
en fonction de certains paramètres expérimentaux accessibles. Le premier paramètre
est le temps de transfert entres les deux pinces. Le second concerne les profondeurs
des deux pièges.
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Temps de transfert entre les pièges
La Figure 1.28 représente le nombre d'atomes obtenus dans la micro-pince lorsque
l'on fait varier le temps de transfert ∆Ttransf entre les deux pinces (voir Figure 1.27
a)). La profondeur du macro-piège est de U0,macro/kB = 1.4 mK. Il contient initiale-
ment 1500 atomes (la micro-pince est éteinte dans le cas présent). Le micro-piège a
une profondeur de U0,micro/kB = 1.2 mK. Pour un temps de transfert nul, le nombre
d'atomes dans la micro-pince est de 100 atomes. Ce nombre d'atomes est cohérent
avec les mesures précédentes (Figure 1.25), en eﬀet, le chargement est ici également li-
mité par les collisions assistées par la lumière. Par contre, lorsque le temps de transfert
s'élève à 200 ms, on multiplie le nombre d'atomes par un facteur 5, pour atteindre 500
atomes. Si le temps de transfert augmente encore, le nombre d'atomes diminue alors
légèrement. L'utilisation de la macro-pince permet de signiﬁcativement augmenter le
nombre d'atomes, le transfert entre les deux pinces pouvant atteindre 33%.
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Figure 1.28  a) Nombre d'atomes transférés dans le micro-piège en fonction du
temps de transfert avec la macro-pince. La courbe continue correspond à l'ajustement
discuté dans le texte. b) Température des atomes dans le micro-piège en fonction
du temps de transfert avec la macro-pince.
La température des atomes dans la macro-pince est quasiment indépendante du
temps de transfert. Elle diminue cependant légèrement grâce à l'évaporation libre
dans la pince. La température est de ∼ 120 µK, ce qui correspond à U0,micro/kB/10,
expliquant la faible décroissance de la température de ces atomes déjà bien therma-
lisés.
Modèle du transfert entre les pièges
Pour comprendre la dynamique du transfert entre les pinces, A. Fuhrmanek a
développé un modèle décrivant le transfert entre les deux pièges qui est basé sur
(Kuppens et al., 2000) et que je reprends ici. Il existe de nombreux modèles per-
mettant de décrire le chargement d'une pince à partir d'un réservoir. L'approche
développée ici consiste en une simulation numérique continue des nombres d'atomes
dans les deux pièges. Une étude discrète du nombre d'atomes peut aussi être me-
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née comme celle réalisée pour un piège dipolaire croisé par (Schulz et al., 2007), par
exemple. Il est aussi possible de suivre les propriétés thermodynamiques telles que
l'entropie et l'énergie, comme développé par (Stamper-Kurn et al., 1998) dans le cas
adiabatique ou par (Comparat et al., 2006) dans le cas diabatique.
Pour notre modèle continu, nous faisons l'hypothèse que la température est ﬁxe
pour les atomes dans la micro-pince, comme dans la macro-pince. Cette hypothèse
se justiﬁe pleinement au vu de la faible variation de la température observée et elle
permet de simpliﬁer grandement le problème. Les diﬀérents éléments pris en compte
dans ce modèle sont représentés Figure 1.29.
Figure 1.29  Modèle utilisé pour
simuler le transfert des atomes de
la macro-pince vers la micro-pince.
Les pièges sont légèrement décalés l'un
par rapport à l'autre pour améliorer la
lisibilité du graphique. Expérimentale-
ment, ils sont superposés aﬁn de maxi-
miser le transfert (voir Figure 1.27).
U(x) Nmacro
-L'Nmicro
3
Rt
Nev
On étudie le cas où seuls les deux pièges sont allumés ; les faisceaux mélasse,
notamment, sont éteints. Les équations modélisant le nombre d'atomes dans chaque
pince sont donc :
N˙micro =Rt − N˙ev − L′N3micro et N˙macro =−Rt + N˙ev , (1.40)
avec Nmicro et Nmacro, les nombres d'atomes dans la micro- et la macro-pince res-
pectivement ; Rt, le taux de transfert de la macro-pince vers la micro-pince ; Nev, le
taux d'atomes qui s'évaporent de la micro-pince vers la macro-pince et L′, le taux de
collisions à trois corps.
1. Le taux de transfert de la macro-pince vers la micro-pince : Rt.
On suppose un atome dans la macro pince. Cet atome doit tout d'abord croiser
la micro-pince. On note A la surface du nuage atomique de la micro-pince, celui-
ci présente une forme de cigare en raison de l'asymétrie du piège. Pour que cet
atome soit piégé dans la micro-pince, il doit subir une collision élastique avec un
atome du micro-piège. Le nombre de collisions qui se produisent est déﬁnie par
Pelas =σ0n0,micro(σ
2
⊥σ‖)
1/3, avec σ⊥ et σ‖, les écarts types du proﬁl gaussien du
nuage atomique et σ0, la section eﬃcace de diﬀusion élastique. Pour obtenir la
taux global Rt, on multiplie par le ﬂux d'atomes par unité de surface : n0,macrov¯,
où n0,macro représente la densité des atomes dans la macro-pince et v¯=
√
8kBT
pim
leur vitesse thermique moyenne. On obtient donc un taux de chargement de la
micro-pince avec les facteurs numériques (Kuppens et al., 2000) :
Rt =
1
4
n0,macrov¯APelas . (1.41)
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2. Le taux d'évaporation N˙ev . Ce taux correspond aux atomes qui sortent de la
micro-pince par évaporation libre. Il est déﬁni (Luiten, Reynolds, et Walraven,
1996) par :
N˙ev =−n20,microσ0v¯e−
U0,micro
kBT Vev , (1.42)
avec Vev, le volume eﬀectif d'évaporation tel que déﬁni dans (Luiten, Reynolds,
et Walraven, 1996). On suppose, par ailleurs, que tout atome qui quitte la
micro-pince par évaporation libre est recapturé par la macro-pince. Le taux
d'évaporation libre de la macro-pince est, lui, négligé car le taux de collisions
élastiques dans la macro-pince est très faible.
3. Le taux de pertes à trois corps L′. La forte densité de la micro-pince nous
impose de prendre en compte les pertes à trois corps. On prend ici la valeur
mesurée expérimentalement : L′= 1.8 · 10−4 s−1 (voir Section 1.4.4).
L'ajustement eﬀectué à partir de ce modèle est représenté sur la Figure 1.28. Deux
paramètres ont dû être modiﬁés pour obtenir cette courbe. Le premier concerne le
taux de transfert Rt que nous avons dû réduire d'un facteur ∼ 10. Le modèle uti-
lisé pour décrire le taux de chargement ici, est très simpliﬁcateur. Plusieurs éléments
peuvent être remis en cause notamment l'hypothèse d'un piège harmonique qui n'est
pas exacte et qui modiﬁe le taux de collisions élastiques calculé, ou encore le calcul
de la surface A. La seconde diﬀérence concerne l'eﬃcacité globale de transfert entre
les pièges qui s'avère, après mesure, 1.5 fois moins élevée que ce que le calcul pré-
voyait. Cette diﬀérence s'explique par le temps d'évaporation libre, de 60 ms, laissé
aux atomes de la micro-pince pour thermaliser, et qui diminue le nombre d'atomes
dans la pince. Tous les autres paramètres du modèle ont été ﬁxés aux valeurs me-
surées expérimentalement. À ces deux modiﬁcations près, le modèle ajuste bien la
dynamique de transfert entre les deux pièges.
Le transfert optimum, mesuré expérimentalement et "recouvré" par le modèle,
s'eﬀectue en ∆Ttranf = 220 ms.
Optimisation du transfert : profondeurs des pièges
On ﬁxe le temps de transfert entre les deux pinces aux 220 ms qui permettent de
l'optimiser, et nous étudions la façon dont le transfert évolue lorsque l'on fait varier les
profondeurs des deux pièges. La Figure 1.30 représente le nombre d'atomes présents
dans la micro-pince lorsque l'on fait varier la profondeur du micro- ou du macro-
piège. Sur la ﬁgure de gauche, la profondeur de la micro-pince est gardée constante
à U0,micro/kB = 1.2 mK et la profondeur de la macro-pince est variée. On observe que
lorsque la profondeur de la macro-pince est peu importante, le nombre d'atomes dans
la micro-pince est faible. La macro-pince n'étant que faiblement profonde, elle ne se
charge qu'avec un nombre limité d'atomes. Pour des profondeurs supérieures à 1.2
mK, le transfert est maximum et semble saturer. Cette stagnation s'explique par la
compétition du taux de transfert Rt du macro-piège vers le micro-piège avec le taux
croissant d'évaporation libre de la micro-pince N˙ev. Le niveau de cette stagnation
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est déterminé par les collisions à trois corps qui dépeuplent violemment le piège.
La simulation représentée sur la ﬁgure est réalisée avec le modèle continu évoqué
précédemment. Ici la profondeur des diﬀérents pièges intervient à plusieurs endroits
dans la simulation : le calcul de Vev, le calcul du taux de collisions élastiques ainsi
que celui de la surface A. La simulation reproduit bien les données, notamment la
stagnation du transfert.
La température mesurée est ﬁxe quelle que soit la profondeur de la macro-pince
et vaut U0,micro/(kBT ) = 10. Ce comportement était attendu, en raison des 60 ms
qui sont laissées aux atomes de la micro-pince pour thermaliser avant d'eﬀectuer les
mesures.
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Figure 1.30  a) Nombre d'atomes transférés dans le micro-piège ainsi que
température de ces atomes en fonction de la profondeur du macro-piège. La pro-
fondeur du micro-piège est ﬁxe et de U0,micro/kB = 1.2 mK. b) Nombre d'atomes trans-
férés dans le micro-piège ainsi que température de ces atomes en fonction de la
profondeur du micro-piège. La profondeur du macro-piège est ﬁxe et de U0,macro/kB = 1.4
mK. Les courbes continues correspondent aux ajustements discutés dans le texte. La courbe
en pointillés correspond à la fonction U0,micro/(kBT ) = 10.
La ﬁgure de droite correspond à une étude similaire à la précédente mais où l'on
a fait varier la profondeur de la micro-pince, et en gardant celle de la macro-pince
ﬁxe à U0,macro/kB = 1.4 mK. La ﬁgure représente toujours les nombres d'atomes ainsi
que les températures des atomes dans la micro-pince. Cette dépendance se comprend
qualitativement. Pour une faible profondeur de la micro-pince, les atomes provenant
de la macro-pince doivent être refroidis signiﬁcativement pour rester dans la micro-
pince. Le transfert est donc d'autant moins bon que la profondeur de la micro-pince
est faible car les atomes doivent être d'autant plus refroidis en un temps équivalent.
Le transfert optimal s'eﬀectue pour une profondeur de ∼ 1.2 mK. Au-delà de cette
profondeur, le transfert stagne. Il y a alors dans le piège une compétition entre les
collisions à trois corps et le chargement de la pince. Le chargement est d'autant plus
eﬃcace que le nombre d'atomes est important, car cela augmente les collisions élas-
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tiques. En outre, plus la pince est profonde, moins il est nécessaire de refroidir les
atomes provenant de la macro-pince pour rester dans la micro-pince. Le modèle du
transfert reproduit moyennement bien la dépendance du transfert avec la profondeur
de la micro-pince. Nous attribuons cette diﬀérence à la simplicité du modèle utilisé,
notamment la dépendance de la section eﬃcace de diﬀusion avec la profondeur du
piège n'est pas du tout prise en compte. En eﬀet, celle-ci peut signiﬁcativement dimi-
nuer lorsque la profondeur augmente, en raison de l'augmentation des ondes partielles
qui participent aux collisions.
La température des atomes est très proche de la loi linéaire U0,micro/(kBT ) = 10
(voir Figure 1.30) conﬁrmant le bon refroidissement des atomes dans la pince.
1.4.4 Mesure du taux de collisions à trois corps
L'une des principales diﬃcultés rencontrées lors de la création de milieux denses
réside dans le phénomène de collisions à trois corps. Lors d'une collision à trois atomes,
deux des atomes forment une molécule et l'énergie de liaison libérée est alors convertie
en énergie cinétique entre la molécule et l'atome restant. Cette énergie cinétique étant
beaucoup plus importante que la profondeur des pièges utilisés, les trois atomes sont
alors perdus. Ce processus se résume en Rb+Rb+Rb→Rb∗2 +Rb∗.
De nombreuses études théoriques ont porté sur la détermination des mécanismes
et des taux de collisions résultants dans le cas général (voir (Fedichev, Reynolds,
et Shlyapnikov, 1996) et références incluses) ou le cas particulier de l'atome de rubi-
dium (Moerdijk, Boesten, et Verhaar, 1996; Esry, Greene, et Burke, 1999). Toutes ces
études sont réalisées avec l'hypothèse de températures atomiques nulles. Des mesures
expérimentales ont été eﬀectuées dans le cas particulier du rubidium, en observant
la perte d'atomes de condensats de Bose-Einstein (Burt et al., 1997; Söding et al.,
1999) 1, ainsi que pour la partie non condensée du nuage dans le cas (Burt et al.,
1997). En eﬀet, l'utilisation d'un condensat permet de générer les densités atomiques
nécessaires à l'apparition de ces pertes à trois corps. En raison de la diﬃculté ex-
périmentale de générer des nuages denses , ainsi que de calculer le comportement
théorique correspondant, les travaux sur la dépendance en température des collisions
à trois corps sont très rares. Il faut noter les travaux expérimentaux de (Kraemer
et al., 2006) sur le césium 133 ainsi que leur description théorique par (Braaten et al.,
2008), qui ont prouvé la non-dépendance du taux de collisions pour une gamme de
températures allant de T = 10 nK à T = 250 nK.
Une mesure de ces collisions à trois corps pour des atomes à des températures
beaucoup plus élevées est, par contre, manquante. Nous avons eﬀectué la mesure
du taux de collisions à trois corps dans notre micro-pince pour des atomes à une
température de ∼ 250 µK.
1. Dans le cas d'un condensat, on s'attend à une réduction du taux de pertes d'un facteur 3!
(Voir Section 2.1.3) par rapport à un nuage non condensé.
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Mesure à une température de ∼ 250 µK
La mesure du taux de collisions à trois corps nécessite la création d'un milieu dont
la densité atomique est de l'ordre de n0∼ 1014 at/cm3. En nous servant de la macro-
pince comme réservoir, nous avons chargé 320 atomes à une température de ∼ 250 µK
dans le micro-piège dont la taille à été ramenée à 1.1 µm pour avoir la densité la
plus importante. Celle-ci s'élève dans le cas présent à n0 = 7.3 ± 1.5 · 1014 at/cm3.
La séquence expérimentale correspond à celle représentée sur la Figure 1.27 a). On
eﬀectue une mesure du nombre d'atomes dans la micro-pince en fonction du temps de
maintien dans la micro-pince depuis la coupure du macro-piège (sur le chronogramme,
un temps d'attente de 60 ms est indiqué). Les faisceaux repompeurs PMO étant
coupés 10 ms avant les faisceaux PMO, 97% des atomes du nuage sont dans l'état
F=1 avant la mesure. Le résultat de l'expérience est représenté sur la Figure 1.31 a).
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Figure 1.31  a) Nombre d'atomes dans la micro-pince en fonction du temps
d'attente. b) Résidu de l'ajustement par les deux modèles, à deux-corps et à trois
corps en fonction du temps d'attente. Les courbes en traits pleins correspondent à un
ajustement par une fonction de perte à trois corps et les courbes en traits pointillés par des
pertes à deux corps.
En l'absence de chargement, le nombre d'atomes dans la pince est régi par l'équa-
tion (N grand) :
dN
dt
∼=−γN − β′N2 − L′N3 , (1.43)
avec γ qui tient compte des pertes à un corps, β′ à deux corps et L′ à trois corps. Ici,
le taux de pertes à un corps (temps de vie de l'atome unique τ = 17 s, voir Section
1.3.2) est négligeable sur l'échelle de temps de l'expérience. Les atomes étant préparés
dans l'état fondamental, et aucune lumière résonante n'étant supposée être présente,
les pertes à deux corps doivent être nulles. On ajuste donc notre courbe de pertes
d'atomes par la fonction :
N(t) =
N0√
1 + 2L′ ·N20 · t
. (1.44)
On trouve L′= 1.8 ·10−4 s−1. En supposant que le volume de piégeage est constant
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au cours de la mesure 1, on extrait le paramètre de pertes L= 3
√
3L′V 2 = 4±3 ·10−29
cm6s−1. Il est à noter que les atomes sont dans l'état (52S1/2, F = 1) au moment de la
mesure et qu'ils sont répartis dans les diﬀérents sous-états Zeeman. Cette valeur est
très proche de celle expérimentalement trouvée par (Burt et al., 1997) (L= 4.3±1.8 ·
10−29 cm6s−1 pour des atomes dans l'état
∣∣52S1/2, F = 1,mf =−1〉) pour la partie
non condensée de leur nuage. En dépit de la très grande diﬀérence de température
entre les deux milieux, les valeurs sont très proches, ce qui nous indique que ce
sont des pertes à trois corps qui se produisent dans le nuage, bien qu'il soit diﬃcile
dans notre cas d'exclure les pertes à deux corps. La Figure 1.31 b) représente les
résidus des ajustements avec des pertes à deux et à trois corps. Sur les 200 premières
millisecondes, l'ajustement à trois corps donne le meilleur résultat. Pour des temps
d'attente plus long, les deux modèles donnent des résultats semblables. Cette valeur
est par ailleurs assez proche de celle calculée théoriquement par (Esry, Greene, et
Burke, 1999) qui est de L= 1.2 · 10−29 cm6s−1 pour l'état ∣∣52S1/2, F = 1,mf =−1〉.
1.5 Conclusion
Nous nous servons de pinces optiques pour capturer des atomes de rubidium. Avec
une micro-pince optique, nous avons la possibilité d'isoler un seul atome, dont nous
nous servons comme référence pour mesurer les paramètres physiques de notre sys-
tème ainsi que pour calibrer nos instruments. En nous servant d'une seconde pince
de plus grande taille qui vient servir de réservoir de chargement, nous pouvons aug-
menter signiﬁcativement le nombre d'atomes dans la micro-pince jusqu'à plusieurs
centaines. Nous créons ainsi des nuages dont la densité est n0∼ 1014 at/cm3 avec des
atomes dont la température est T ∼ 150 µK. La densité atomique d'un milieu dépen-
dant très fortement de sa température, en eﬀectuant un refroidissement évaporatif de
notre nuage, nous devrions pouvoir obtenir des ensembles contenant moins d'atomes
et plus froids, donc avec des densités semblables.
1. La température varie légèrement au cours de la mesure entre ∼ 250µK au début et ∼ 200µK
à la ﬁn ce qui, en toute rigueur, fait légèrement varier le volume.
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Au cours du chapitre précédent, nous avons décrit la technique que nous uti-
lisons pour obtenir des nuages denses d'atomes froids. Cette technique consiste en
l'utilisation d'un macro-piège, qui, en faisant l'intermédiaire entre un piège magnéto-
optique (PMO) et la micro-pince optique, sert de réservoir d'atomes froids et permet
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d'augmenter le nombre d'atomes dans la micro-pince. Les densités qu'il est possible
d'obtenir avec cette technique sont de l'ordre de n∼ 1014 at/cm3. Nous recherchons
à obtenir des densités élevées aﬁn de mettre en évidence des eﬀets collectifs entre les
atomes. Dans ce chapitre, nous explorons la possibilité d'obtenir des densités élevées,
mais avec des atomes moins nombreux et plus froids. Nous réalisons pour cela un
refroidissement évaporatif de notre nuage qui permet de diminuer la température des
atomes au prix d'une diminution de leur nombre.
En parallèle de l'étude de la diﬀusion de la lumière dans les milieux denses (voir
Chapitre 3), les ensembles mésoscopiques ultra-froids ont fait l'objet de nombreuses
autres propositions d'applications en optique quantique et en physique atomique. Ils
ont notamment été proposés pour la réalisation d'eﬀets non-linéaires à un photon en
se servant d'états de Rydberg (Saﬀman et Walker, 2002) ou encore pour la réalisa-
tion d'applications en information quantique (Lukin et al., 2001; Saﬀman, Walker,
et Moelmer, 2010). La réalisation expérimentale de ces propositions ne requiert pas
forcément l'obtention de nuages dégénérés quantiquement mais nécessite des milieux
dont la température est suﬃsamment faible pour limiter les sources de décohérence
pendant leur implémentation. Il faut noter la récente expérience réalisée sur un en-
semble mésoscopique de ∼ 100 atomes à une température de ∼ 10 µK par (Maxwell
et al., 2013). En se servant d'atomes placés dans des états de Rydberg, les auteurs ont
réussi à réaliser le stockage et le contrôle de photons optiques dans leur nuage. Une
autre expérience récente réalisée par (Dudin et Kuzmich, 2012) a permis de générer
des ensembles atomiques mésoscopiques contenant une seule excitation de Rydberg.
Ce chapitre présente une étude du refroidissement évaporatif d'un ensemble mé-
soscopique d'atomes. En poussant ce refroidissement au maximum, nous avons réussi
à obtenir des nuages atomiques proches de la dégénérescence quantique. Il faut noter
l'étude réalisée par (Serwane et al., 2011) portant le refroidissement et l'étude d'en-
sembles mésoscopiques de fermions (6Li). Le chapitre commence par la description
de la condensation de Bose-Einstein, les diﬀérentes signatures qui indiquent géné-
ralement sa apparition ainsi que leur extrapolation à un échantillon mésoscopique.
Nous présenterons ensuite la réalisation expérimentale de l'évaporation forcée sur
notre petit nuage d'atomes froids. Nous comparerons alors nos résultats aux lois
d'échelle usuellement employées pour caractériser l'eﬃcacité de l'évaporation, puis
nous détaillerons un modèle cinétique simple de la dynamique d'évaporation. En-
ﬁn, une technique alternative à l'évaporation avec le micro-piège seul sera présen-
tée. Elle consiste en l'utilisation d'un anti-piège légèrement décalé spatialement du
micro-piège, permettant ainsi de réaliser une partie de l'évaporation en maintenant
la courbure du piège constante.
2.1 Condensation de Bose-Einstein
Un condensat de Bose-Einstein est un état particulier de la matière constitué
d'un ensemble de bosons se trouvant dans le même état quantique. La prédiction de
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l'existence d'un tel phénomène a été faite par (Einstein, 1924, 1925), qui poursuivait
les travaux sur la statistique photonique de (Bose, 1924). À partir d'un gaz d'atomes
froids, la transition de phase vers un condensat de Bose-Einstein se produit lorsque la
longueur d'onde thermique de De Broglie (Λth = h√2pimkBT ), qui caractérise la taille du
paquet d'ondes d'un boson, devient plus importante que la distance inter-particule
moyenne. Les atomes forment alors une seule et même "onde de matière géante" où
les particules ne sont plus indépendantes. Cette transition de phase n'existe que pour
des bosons.
La première mise en évidence expérimentale pour un gaz d'atomes dilué a été eﬀec-
tuée par deux groupes qui les ont décrites dans les publications suivantes : (Anderson
et al., 1995) avec des atomes de rubidium 87 et (Davis et al., 1995) avec des atomes
de sodium 23. Le prix Nobel de physique a été attribué en 2001 à E. Cornel, W. Ket-
terle et C. Wieman pour ces travaux. La condensation de Bose-Einstein a par la suite
été obtenue pour de nombreuses autres espèces atomiques, notamment 7Li (Bradley
et al., 1995), 85Rb (Cornish et al., 2000), 39K (Modugno et al., 2001), He∗ (Robert
et al., 2001), 174Yb (Takasu et al., 2003), 52Cr (Griesmaier et al., 2005), Dy (Lu et al.,
2011). Les condensats produits contiennent entre quelques milliers d'atomes et des
centaines de millions d'atomes (Van der Stam et al., 2007). Ces condensats ont per-
mis l'étude de nombreux phénomènes notamment la réalisation de l'isolant de Mott
(Greiner et al., 2002), le laser à atomes (Bloch, Hänsch, et Esslinger, 1999) ou en-
core la localisation d'Anderson (Billy et al., 2008; Roati et al., 2008). À la diﬀérence
des ensembles macroscopiques ultra-froids sur lesquels de nombreuses d'études ont
déjà porté, les ensembles mésoscopiques ultra-froids, comportant de quelques atomes
à quelques centaines d'atomes à des températures de l'ordre du micro-Kelvin, sont
restés peu explorés en raison de la double diﬃculté expérimentale de les produire et
de les observer.
2.1.1 Statistiques quantiques
Considérons un ensemble de bosons, par exemple un gaz d'atomes de rubidium
87. La répartition de ces bosons sur les diﬀérents états du système est décrite par la
distribution de Bose. Le nombre d'atomes N présents dans le gaz est décrit par :
N =
∞∑
i=0
〈ni〉=
∞∑
i=0
1
eβ(ei−µ) − 1 , (2.1)
avec 〈ni〉, les nombres d'occupations moyens des états i ; β= 1kBT avec T , la tempé-
rature des atomes. Les ei indiquent les niveaux d'énergie des états i avec e0 l'énergie
du fondamental et µ, le potentiel chimique (avec µ<e0) qui est déterminé par la
normalisation de la somme des nombres d'occupations qui doit être égale à N .
Si l'on fait tendre le potentiel chimique µ vers e0, le nombre d'occupation dans
l'état fondamental, qui correspond à 〈n0〉, diverge. Par contre, le nombre d'occupation
des états excités (i > 0) sature. Si le nombre total d'atomes est supérieur au nombre
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d'états possibles dans les états excités, les atomes supplémentaires s'accumulent dans
l'état fondamental. Il y a alors apparition de la condensation de Bose-Einstein.
Cette concentration des atomes dans l'état fondamental s'eﬀectue après une tran-
sition de phase qui se déclenche à partir d'une température critique Tc. Cette tempé-
rature critique est déﬁnie par (Pitaevskii et Stringari, 2003) :
kBTc = ~w¯
(
N
ζ(3)
)1/3
= ~w¯
(
N
1.202
)1/3
, (2.2)
pour un nuage contenant N atomes sans interactions, dans un piège harmonique de
fréquence d'oscillation moyenne w¯/2pi, ζ(x) correspond à la fonction de Riemann 1.
Pour un nuage comprenant 100 000 atomes dans un piège dont la fréquence d'os-
cillation est de 100 Hz, cette température critique est de l'ordre de la dizaine de
nano-Kelvin.
2.1.2 Eﬀets de taille ﬁnie
Comme les nuages atomiques comportent un nombre ﬁni d'atomes, les transitions
de phase qui s'y produisent sont le plus souvent "adoucies" ou parfois déplacées par
rapport à la limite thermodynamique N→∞. On peut trouver une étude de la modi-
ﬁcation des propriétés thermodynamiques liée au passage à la limite ﬁnie dans l'article
(Grossmann et Holthaus, 1995). Il est notamment intéressant d'observer la modiﬁ-
cation de la transition vers la condensation, en regardant la façon dont le nombre
d'atomes se trouvant dans l'état fondamental évolue en fonction de la température.
Dans la limite (N→∞), cette transition s'eﬀectue selon l'équation suivante :
N0
N
= 1−
(
T
Tc
)3
(2.3)
où N0 représente le nombre d'atomes se trouvant l'état fondamental. Dans le cas d'un
nombre ﬁni d'atomes, l'équation devient (Ketterle et van Druten, 1996) :
N =
∞∑
j=1
(
N0
1 +N0
)j
1(
1− exp[−j
(
N
g3(1)
)− 1
3 Tc
T
]
)3 , (2.4)
où gn(z) est la fonction de Bose 2. La Figure 2.1 représente cette transition dans plu-
sieurs cas : N→∞, N = 400 et N = 40. On observe que la transition est de moins
en moins marquée lorsque le nombre d'atomes diminue, elle s'eﬀectue alors sur toute
une zone, et non plus à la température de condensation exacte. Par ailleurs, à tem-
pérature ﬁxée, inférieure à la température de condensation, la proportion d'atomes
se trouvant dans l'état fondamental diminue avec le nombre d'atomes présents dans
le nuage. Ce comportement rend la réalisation d'un condensat plus diﬃcile lorsque
le nombre d'atomes est faible, car il est alors nécessaire de refroidir plus les atomes
pour obtenir une fraction condensée équivalente.
1. Fonction de Riemann : ζ(x) =
∑∞
i=1 1/i
x.
2. Fonction de Bose : gn(z) =
∑∞
j=1 z
j/jn
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Figure 2.1  Nombre d'atomes
dans l'état fondamental N0 en fonc-
tion de la température du milieu.
Les courbes représentent la transition
vers un BEC en fonction du nombre
d'atomes présents. Trois cas sont repré-
sentés : N→∞ en ligne continue noire ;
N = 400 en pointillés verts et N = 40 en
points oranges.
2.1.3 Signatures d'un BEC contenant quelques dizaines d'atomes
Après la transition de phase, le nuage comporte deux parties distinctes : une
partie condensée et une autre partie qui se trouve toujours dans le régime thermique.
Observer la signature d'un condensat revient à mesurer une propriété atomique qui
est diﬀérente pour ces deux régimes. Il existe de nombreux critères qui permettent
d'identiﬁer la partie condensée d'un nuage. Cependant, nous allons voir que lorsque
ces critères sont appliqués au régime mésoscopique, les diﬀérences de comportement
deviennent plus diﬃcilement séparables. Nous nous plaçons ici dans le cas d'un gaz
d'atomes sans interactions.
Double structure
On suppose que l'on place un gaz d'atomes froids dans un potentiel harmonique
déﬁni par l'équation 1.27. En supposant que les interactions sont négligeables 1, l'éner-
gie des atomes est la somme des énergies des particules individuelles :
EnX,nY,nZ =
(
nX +
1
2
)
~wX +
(
nY +
1
2
)
~wY +
(
nZ +
1
2
)
~wZ , (2.5)
où les {nX, nY, nZ} sont des entiers positifs. Les atomes condensés occupent macrosco-
piquement le niveau fondamental du piège, correspondant à {nX, nY, nZ}= {0, 0, 0}.
La fonction d'onde des N bosons dans le potentiel harmonique est φ(R1, ...,RN) =∏
i
ϕ0(Ri), où les fonctions à une particule ϕ0(R) sont données par (Dalfovo et al.,
1999) :
ϕ0(R) =
(mw¯
pi~
)3/4
exp
[
−m
2~
(
wXX
2 + wYY
2 + wZZ
2
)]
. (2.6)
La distribution de la densité atomique des atomes condensés dans le piège est :
1. On a la quantité 4pi~
2a
m n qui caractérise les interactions (voir par exemple (Dalfovo et al.,
1999)) qui est bien inférieure aux fréquences d'oscillation du piège.
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n(R) =N |ϕ0(R)|2 (2.7)
=N
1
pi3/2aXaYaZ
e−(X
2/a2X+Y
2/a2Y+Z
2/a2Z) , (2.8)
avec les ai :
ai =
√
~
mwi
. (2.9)
La distribution de la densité spatiale des atomes condensés est donc une fonction
gaussienne dont les écarts-types suivant les diﬀérents axes i sont les paramètres ai.
La distribution d'impulsion s'obtient en eﬀectuant la transformée de Fourrier de la
fonction d'onde de l'état fondamental. Elle correspond à une fonction gaussienne
centrée en zéro impulsion et dont la largeur est proportionnelle à v=
√
~w¯
m
, la vitesse
d'expansion du condensat.
La température des atomes n'étant pas strictement nulle, une partie des atomes
du nuage est encore dans un état thermique. La densité spatiale de cette partie du
nuage non condensée est déﬁnie par :
n(R) =n0e
−m(w2XX2+w2YY 2+w2ZZ2)/2kBT , (2.10)
où n0 est la densité pic déﬁnie Section 1.4.1. Il s'agit aussi d'une fonction gaussienne.
La vitesse d'expansion de cette partie non condensée du nuage est donnée par la
vitesse thermique des atomes : vth =
√
kBT
m
.
Pour distinguer la partie condensée de la partie thermique, on pourrait, en pre-
mière attention, visualiser la forme du nuage dans le piège. En eﬀet, les distributions
des densités atomiques des deux parties du nuage sont diﬀérentes et le rapport entre
les deux écarts types ai
bi
=
√
~wi
2kBT
, où les bi sont les paramètres de la distribution de la
partie thermique du nuage. Étant donné que kBT  ~wi, la partie condensée doit ap-
paraître comme une gaussienne piquée au dessus d'une partie thermique, plus large.
Cependant, la taille transversale de la partie thermique du nuage est de l'ordre ∼ 200
nm, une valeur trop petite par rapport à la résolution de notre système d'imagerie
(1.1 µm). Il n'est donc pas possible de distinguer les deux parties du nuage de cette
manière avec notre système d'imagerie.
Aussi, une seconde piste peut être suivie, qui consiste à laisser s'étendre le nuage
lors d'un temps de vol. À temps de vol long, les tailles (écarts types des fonctions
gaussiennes) de chaque partie du nuage sont données par σ= v · t. Si l'on suppose
la température du nuage égale à la moitié de la température de condensation Tc, le
rapport d'expansion de la partie non condensée sur la partie condensée est alors A=√
kBTc
2~w¯ . On remplace Tc par sa valeur déﬁnie Équation 2.2, on obtient A=
(
N
2∗1.202
)1/3
.
Ce paramètre vaut ∼ 6 pour 100 000 d'atomes, par contre, pour 40 atomes, sa valeur
diminue à un facteur ∼ 1.4. La Figure 2.2 représente des sections de nuages dont 50%
des atomes sont condensés dans les deux cas proposés : pour 100 000 d'atomes (cas
a) ) et pour 40 atomes (cas b) ).
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Figure 2.2  Sections, en bleu, de la densité spatiale de nuages dont 50% des
atomes sont condensés. En violet pointillé, ajustement par une fonction gaus-
sienne. a) Pour 100 000 atomes, le rapport d'expansion est de A= 6.6 (voir texte). b) Pour
40 atomes, le rapport d'expansion est de A= 1.8.
Le cas d'un ensemble macroscopique de 100 000 atomes fait distinctement appa-
raître les deux parties du nuage, où la partie condensée s'est nettement moins étendue.
L'ajustement réalisé par une fonction gaussienne fait clairement apparaître l'aspect
non gaussien du nuage : cela constitue une signature de la présence d'un condensat
(Cornell, 1996). Dans le cas d'un ensemble mésoscopique de 40 atomes, la coupe du
nuage ne permet pas de mettre en évidence les deux parties. L'ajustement par la
fonction gaussienne ne diﬀère que très peu, rendant ce critère pour la détermination
de la présence d'un condensat diﬃcilement utilisable.
Anisotropie de l'expansion
Un second critère couramment appliqué pour déterminer la présence d'atomes
condensés est d'observer une anisotropie de l'expansion de la partie condensée d'un
nuage. La vitesse d'expansion de la partie condensée d'un nuage atomique est vi =√
~wi
m
suivant la direction i. Cette vitesse d'expansion en espace libre dépend donc de
la fréquence d'oscillation du piège suivant la direction considérée wi. Ainsi, en utilisant
un piège dont les fréquences d'oscillation sont diﬀérentes selon les axes, il est possible
d'observer un nuage qui va s'étendre de façon anisotrope. La partie non condensée
du nuage ayant une vitesse d'expansion qui dépend uniquement de la température
des atomes, cette partie du nuage va rester de forme isotrope lors d'un temps de vol.
Ainsi, l'observation de l'apparition d'une anisotropie dans un nuage lors d'un certain
temps de vol constitue une signature de la présence d'atomes condensés.
Le nuage qu'il est possible de créer avec notre micro-pince est de forme fortement
allongée suivant l'axe Z. Il présente une forme de cigare dont le rapport des fréquences
d'oscillation est B=
√
wZ
wX,Y
∼ 3. La partie condensée d'un tel nuage doit se déformer
avec un rapport d'anisotropie de 3, qui est donc observable. Cependant, le système
d'imagerie dont nous nous servons ne permet de visualiser le nuage que suivant les
axes X et Y. L'anisotropie de notre nuage n'est donc pas utilisable en tant que telle
pour déterminer l'éventuelle présence d'atomes condensés.
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Il est possible de mettre en place une autre stratégie consistant à déformer le
piège, de façon à le rendre anisotrope dans le plan qui est observé à la caméra, à savoir
suivant les axes X et Y. Cette déformation peut, par exemple, être eﬀectuée avec un
anti-piège décalé suivant l'un des deux axes. Nous avons mis cette stratégie en place
(voir Section 2.3) mais n'avons pas pu mettre en évidence d'expansion anisotrope des
nuages d'atomes froids.
Comparaison des pertes d'atomes dans la partie thermique et la partie
condensée
Pour déterminer la présence d'un condensat dans un nuage, (Kagan, Svistunov,
et Shlyapnikov, 1985) ont proposé de regarder les taux de pertes d'atomes. En eﬀet,
les taux de pertes à n-corps dans un milieu condensé sont réduits d'un facteur n! par
rapport à un milieu non condensé de même densité. Cette diﬀérence de comportement
s'explique par l'unicité de la fonction d'onde qui rend les chemins collisionnels iden-
tiques (Kagan, Svistunov, et Shlyapnikov, 1985). Ce facteur de réduction des pertes
a été mesuré expérimentalement par (Burt et al., 1997) dans le cas particulier des
pertes à trois corps.
Nous avons déjà mesuré le taux de pertes à trois corps avec un nuage dont l'état
était éloigné de la condensation (250 µK). La diﬃculté de réalisation de cette méthode
résiderait donc dans la seconde mesure des pertes à trois corps de la partie condensée
d'un nuage. Nous n'avons pas mis en ÷uvre cette méthode, en grande partie en raison
de l'imprécision de notre technique de mesure. En eﬀet, il est diﬃcile de faire une
distinction claire entre les pertes à trois corps et les pertes à deux corps.
Mesure des probabilités d'occupation des niveaux d'énergie
Une autre méthode consiste à déterminer les probabilités d'occupation des diﬀé-
rents niveaux d'énergie du piège pour mettre en évidence une éventuelle occupation
macroscopique de l'état fondamental. Il existe pour cela diﬀérentes techniques. Il faut
noter celle utilisée par (Tuchendler et al., 2008) pour un atome unique et par (Ser-
wane et al., 2011) pour un gaz de fermions. Cette méthode consiste à mesurer les
pertes d'atomes résultant de la diminution de la profondeur du piège. En eﬀet, moins
le piège est profond, moins il existe d'états d'énergie que les atomes peuvent occuper.
Ainsi, tout atome placé dans un état d'énergie supérieure à la profondeur du piège
se trouve libéré. Une autre technique, utilisée par (Brantut et al., 2008) consiste à
déterminer, indirectement, la distribution d'énergie des atomes dans le piège. Pour
cela les auteurs ont réalisé une tomographie des déplacements lumineux eﬀectivement
vus par les atomes. Une troisième méthode consiste à utiliser des faisceaux Raman
qui vont coupler des niveaux d'énergie du piège avec des niveaux non piégés (Gryn-
berg et al., 1993; Kaufman, Lester, et Regal, 2012; Thompson et al., 2013). Ainsi,
il est possible de déterminer directement les probabilités d'occupation des diﬀérents
niveaux d'énergie.
Toutes ces méthodes sont, en principe, utilisables pour déterminer le niveau d'oc-
cupation de l'état fondamental du piège contenant un ensemble mésoscopique. La
2.2 Évaporation forcée d'un ensemble mésoscopique d'atomes froids 69
seule diﬃculté consiste en l'accumulation d'un signal satisfaisant malgré le faible
nombre d'atomes en présence. Nous ne disposons pas, à l'heure actuelle, des lasers
nécessaires pour eﬀectuer cette mesure.
2.2 Évaporation forcée d'un ensemble mésoscopique
d'atomes froids
Il est possible de mettre en place diﬀérentes stratégies pour obtenir des ensembles
mésoscopiques ultra-froids. Une première stratégie consiste à partir d'un ensemble
macroscopique dégénéré ou presque et de le transférer dans une petite pince optique.
Cette stratégie a notamment été mise en ÷uvre par (Stamper-Kurn et al., 1998) et par
(Jacob et al., 2011) pour des grands ensembles atomiques ainsi que par (Serwane et al.,
2011) pour quelques dizaines de fermions. Une seconde stratégie consiste à réaliser
l'évaporation directement dans un piège de petite taille, typiquement de quelques
micromètres, comme réalisé par (Whitlock et al., 2009) avec des pièges magnétiques
sur puce ou avec des rangées de pièges dipolaires (Sebby-Strabley et al., 2005). Des
nuages contenant plusieurs milliers d'atomes à des températures de l'ordre du micro-
Kelvin ont ainsi été générés. Nous nous sommes servis de cette seconde stratégie pour
réaliser l'évaporation forcée d'un nuage contenant initialement 800 atomes, jusqu'à
obtenir un ensemble atomique contenant 40 atomes proches de la dégénérescence
quantique dans une micro-pince optique.
2.2.1 Principe de l'évaporation forcée
L'évaporation forcée est une technique de refroidissement dont l'utilisation pour
des atomes froids a été proposée par (Hess, 1985, 1986) et dont une revue peut être
trouvée dans la publication : (Ketterle et Van Druten, 1996). Le principe est sché-
matisé sur la Figure 2.3. Le nuage est, initialement, à l'équilibre thermodynamique
et les niveaux d'énergie du piège sont occupés suivant une distribution boltzman-
nienne. La profondeur de la pince est ensuite progressivement abaissée. Les atomes
les plus chauds quittent le piège et le nuage thermalise pour aller jusqu'à retrouver
une distribution boltzmannienne d'occupation des niveaux d'énergie du piège. Les
atomes quittant le piège ayant un énergie nettement supérieure à l'énergie moyenne
des atomes, la température moyenne du nuage diminue progressivement. Le cas idéal
est celui où le paramètre η=U0/kBT reste grand et constant au cours de l'évapora-
tion. Dans ce cas, la température des atomes dans le piège suit la loi : Ti+1
Ti
= Ui+1
Ui
.
2.2.2 Préparation du nuage
Il est possible de commencer un processus d'évaporation à partir de nuages com-
portant des couples température et nombre d'atomes très diﬀérents. Nous essayons ici
de déterminer le point de départ optimal pour une évaporation dans notre micro-piège
dipolaire.
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Figure 2.3  Principe de l'évaporation forcée dans un piège. a) Le nuage atomique
est à l'équilibre thermodynamique dans la pince. L'occupation des niveaux d'énergie du piège
suit une distribution de Boltzmann. b) La profondeur de la pince est abaissée. Une partie de
la distribution en énergie se trouve avoir une énergie supérieure à la profondeur du piège. c)
Après thermalisation, les atomes les plus chauds ont quitté le piège et les niveaux d'énergie
du piège sont à nouveau occupés selon une distribution de Boltzman dont l'énergie moyenne
est plus faible. d) La profondeur de la pince est à nouveau abaissée. L'évaporation forcée est
un processus continu, le passage de a) à b) à d) se réalise de façon progressive.
Pour cela, on se sert, dans un premier temps, des lois d'échelle dérivées par (O'Hara
et al., 2001) et présentées en détails Section 2.2.3. Ces lois prédisent l'évolution des
quantités thermodynamiques du nuage les unes par rapport aux autres. Notamment,
le nombre d'atomes Ntf à la ﬁn de l'évaporation suit la loi :
Ntf ∝
N1.2t0
T 0.6t0
1
Dtf
, (2.11)
où on a supposé η=U/(kBT ) = 8 (voir détails Équation 2.15). D indique la den-
sité dans l'espace des phases, N , le nombre d'atomes et T , leur température. À la
condensation, on a Dtf ∼ 1 (voir Section 2.2.3 pour plus de détails). La puissance sur
le nombre d'atomes étant plus importante que celle sur la température, cette loi nous
incite à commencer l'évaporation avec un ensemble qui comporte un nombre d'atomes
le plus important possible, quitte à ce qu'ils aient une température plus importante
et ce aﬁn de maximiser le nombre d'atomes à la ﬁn de l'évaporation.
Le second paramètre qu'il nous faut prendre en compte est la densité du milieu.
Celle-ci ne doit pas être trop élevée aﬁn de limiter au maximum les pertes inélastiques
à deux et trois corps (voir Section 1.4.4), qui ont pour eﬀet de diminuer fortement
le nombre d'atomes et de jouer un rôle d'anti-évaporation (Comparat et al., 2006).
En eﬀet, ces pertes sont d'autant plus importantes que la densité est élevée, ce qui
correspond au fond du piège, là où les atomes sont les plus froids. La densité dépend du
nombre d'atomes et de la température suivant : n∝N/T 3/2. Pour limiter la densité,
il est donc préférable d'utiliser un nombre d'atomes plus important si ceux-ci sont
plus chauds.
Nous nous sommes servis d'un second moyen pour diminuer la densité : nous
avons décidé de d'augmenter la taille du micro-piège de w0,micro = 1 µm à w0,micro =
1.6 µm. Cela permet d'augmenter le volume de piégeage et donc de diminuer la densité
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atomique. Cette diminution est, en partie, contrebalancée par un meilleur chargement
de la pince, ce qui conduit à un nombre plus élevé d'atomes (voir Section 1.4).
Le chargement initial de la micro-pince est eﬀectué en utilisant la séquence de
chargement qui permet de maximiser le nombre d'atomes présents dans la micro-
pince (voir Section 1.4). Cette séquence est représentée sur la Figure 2.4 a). Un PMO
est formé et sert à charger une macro-pince de taille w0,macro = 3.8 µm, de profon-
deur U0,macro/kBT = 1.4 mK et contenant ∼ 3500 atomes. Cette macro-pince sert de
réservoir de chargement pour la micro-pince de profondeur initiale Ut0,micro/kBT = 1.1
mK. Le temps de transfert entre les deux pinces est de ∆Ttrans = 220 ms. La macro-
pince est ensuite coupée. Un temps d'évaporation libre de 60 ms est ensuite laissé
aux atomes de la micro-pince pour thermaliser. Le point de départ de l'évaporation
est un nuage mésoscopique, contenu dans la micro-pince, de ∼ 800 atomes dans l'état
F=1, non polarisés, à une température de Tt0 ∼ 125 µK. La densité pic initiale est de
nt0 = 3.2 · 1014 at/cm3. Le taux de collisions élastiques initial est :
γel,t0 =nt0σv¯
√
2≈ 3 · 104s−1 . (2.12)
Ici, v¯=
√
8kBT/(pim) est la vitesse thermique moyenne du nuage. La section eﬀective
de diﬀusion élastique est σ= 4pia2 avec = 2 si les atomes sont tous initialement
dans le même sous-niveau Zeeman ou = 4/3 si les atomes sont dans un mélange
des sous-niveaux Zeeman. En eﬀet, comme indiqué précédemment, les atomes ne
sont pas pompés dans un sous-état Zeeman donné. La réalisation d'un tel pompage
dans un milieu dense est très diﬃcile (Fleischhauer, 1999). Nous ne connaissons pas
précisément la distribution de la répartition des atomes dans les états et nous en
tenons donc compte dans l'analyse des résultats via les valeurs de .
La densité dans l'espace des phases initiale est :
Dt0 =N
(
~w¯
kBT
)3
= 1.5 · 10−3 . (2.13)
Le nombre d'atomes N pris en compte dans ce calcul est le nombre total d'atomes
présents dans la pince, quel que soit leur sous-niveau Zeeman.
2.2.3 Résultats et lois d'échelle
Le chargement eﬀectué, nous avons appliqué la rampe d'évaporation forcée repré-
sentée Figure 2.4 b). La profondeur de la pince est contrôlée en diminuant la puissance
du laser piège au moyen d'un modulateur acousto-optique. La linéarité de la rampe
est assurée par un asservissement analogique. La mesure de la puissance est eﬀectuée
au moyen d'une photodiode ampliﬁée dont la tension de sortie est directement pro-
portionnelle à la puissance laser (voir Annexe C). La profondeur du piège est calculée
au moyen de la Formule 1.25 à laquelle est ajoutée la déformation du piège dipolaire
par la gravité. Cette déformation n'est, en eﬀet, plus négligeable pour les profondeurs
de pinces que l'on utilise à la ﬁn de l'évaporation, qui sont très faibles. La rampe
expérimentale est constituée de 10 parties, correspondant chacune à une diminution
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Figure 2.4  a) Chronogramme de la séquence expérimentale utilisée pour réali-
ser l'évaporation forcée.b) Rampe expérimentale de la profondeur de la pince en
fonction du temps (ligne continue) ainsi que la prédiction théorique dérivée de
(O'Hara et al., 2001) (ligne pointillée). L'incertitude expérimentale sur la profondeur
de la pince est de 10%.
linéaire de la profondeur de la pince. La durée correspondant à chaque segment est
choisie de façon à maximiser la densité dans l'espace des phases 1.
Nous avons comparé cette rampe expérimentale à la prédiction théorique formulée
par (O'Hara et al., 2001). Cette prédiction est faite sous les hypothèses que η=
U0/kBT reste constant au cours de l'évaporation ainsi que l'absence de phénomènes
de pertes inélastiques. Dans ce cas, la rampe prédite prend la forme (pour η 1) :
U(t)
U(t0)
=
(
1 +
t
τev
) 2(3−η′ )
η
′
, (2.14)
avec η
′
= η + κ et κ= (η − 5)/(η − 4) ; la constante de temps τ−1ev = 23η
′
(η − 4)e−η×
γel,t0/(2
√
(2)). Cette constante de temps vaut τev = 15 ms pour notre valeur initiale
η= 8.5.
Cette prédiction théorique dévie de la rampe expérimentale, notamment au début
de l'évaporation. Nous attribuons cette diﬀérence au fait que η n'est pas constant
dans notre cas. La Figure 2.5 a) représente l'évolution du paramètre η en fonction
du nombre d'atomes présents dans la pince. Ce paramètre décroit très rapidement
après le début de l'évaporation pour venir se stabiliser autour de la valeur η= 5. Il
n'est donc pas constant, ni très supérieur à 1, qui sont les hypothèses du modèle.
Deux phénomènes, qui peuvent avoir une inﬂuence dans notre cas, ne sont pas pris
en compte dans ce modèle. Le premier concerne les pertes inélastiques qui ne sont pas
négligeables ici (voir Section 2.2.4), notamment au début du processus d'évaporation.
Le second concerne le taux de collisions élastiques initial qui est de l'ordre de grandeur
de la fréquence d'oscillation longitudinale du piège wZ. Cela peut avoir pour eﬀet de
placer une partie du nuage dans le régime hydrodynamique, rendant la description en
1. Dans certains cas, une faible augmentation de la densité dans l'espace des phases était corrélée
à une diminution signiﬁcative du nombre d'atomes. Nous avons alors choisi la durée de rampe qui
correspondait au nombre d'atomes le plus grand.
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terme d'un gaz, utilisée ici, incomplète (voir (Beijerinck, 2000; Schuster et al., 2001;
Shvarchuck et al., 2003)).
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Figure 2.5  a) Évolution du paramètre η=U0/kBT en fonction du nombre
d'atomes présents dans la pince. La courbe en pointillés indique la moyenne du para-
mètre η sur la zone 70≤N ≤ 400. b) Évolution de la densité dans l'espace des phases
(triangles rouges) et de la température (ronds bleus) en fonction du nombre
d'atomes dans la pince. Les courbes continues indiquent les ajustements par des lois
de puissance (voir texte) sur la zone 70≤N ≤ 400. La ligne pointillée horizontale indique
D= ζ(3)' 1.202 et correspond à la transition entre un nuage thermique et un gaz dégénéré
polarisé.
La Figure 2.5 b) représente la température ainsi que la densité dans l'espace des
phases en fonction du nombre d'atomes présents dans la pince. Le gain en température
au cours de l'évaporation forcée est de 103, tout comme celui de la densité dans
l'espace des phases qui atteint une valeur proche de l'unité en ﬁn de processus. Le
nuage contient alors ∼ 40 atomes à une température ∼ 110 nK. La condensation, pour
un échantillon polarisé, est attendue pour une densité dans l'espace des phases D'
1.202, une valeur que nous semblons avoir atteinte. Ce critère n'est valable que pour un
échantillon polarisé, ce qui n'est pas forcément notre cas. En eﬀet, nous rappelons que
nous ne connaissons pas la distribution des atomes suivant les sous-états Zeeman 1.
Nous n'avons pu observer aucune signature caractéristique de la condensation (voir
Section 2.1.3). Nous n'avons pas observé de double structure au niveau du proﬁl de
la densité atomique, ni mesuré le taux de collisions à trois corps dans ce milieu en
raison de sa trop faible densité atomique. Le piège étant anisotrope, la technique
idéale pour notre système serait la mesure des probabilités d'occupation des niveaux
d'énergie, notamment en réalisant une spectroscopie Raman. L'ajout d'un nouveau
système laser permettrait de réaliser cette spectroscopie sur notre expérience.
1. Le pompage optique dans les milieux denses est, en eﬀet, très diﬃcile à mettre en ÷uvre
(Fleischhauer, 1999)
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Lois d'échelle
Aﬁn de modéliser le processus d'évaporation, nous avons comparé nos données
aux lois d'échelle dérivées par (O'Hara et al., 2001). Ces lois d'échelle sont valables
lorsque le paramètre η est constant et en l'absence de pertes inélastiques. Ces lois
s'écrivent (O'Hara et al., 2001) :
D
Dt0
=
(
Nt0
N
)ξ
,
T
Tt0
=
(
N
Nt0
) 2(ξ+1)
3
, (2.15)
avec ξ= η′ − 4 qui caractérise l'eﬃcacité de l'évaporation (Ketterle et Van Druten,
1996) et η′= η + η−5
η−4 . Sur la Figure 2.5 b) est représenté l'ajustement par ces lois
d'échelle sur la zone où η est constant, c'est-à-dire pour 70≤N ≤ 400. L'ajustement
sur la densité dans l'espace des phases donne ξ= 1.75± 0.05 et ξ= 1.79± 0.05 pour
celui sur la température 1. Ces deux valeurs conduisent à η= 5.4 ± 0.1. Cette valeur
est similaire à la valeur η= 5.3± 0.3 mesurée expérimentalement (voir Figure 2.5 a))
sur la zone de l'ajustement (70≤N ≤ 400) .
Sous les deux conditions, ici remplies sur une certaine zone, d'une valeur de η
constante ainsi que de l'absence de pertes inélastiques (ce qui est le cas sur la zone
d'étude ; voir Section 2.2.4), les lois d'échelle prédites par (O'Hara et al., 2001) fonc-
tionnent bien, même dans le régime étudié ici, à savoir pour une valeur η∼ 5 plus
petite que celle observée habituellement ainsi que pour un nombre d'atomes de l'ordre
de quelques dizaines.
2.2.4 Dynamique de l'évaporation
Les lois d'échelle permettent de modéliser une partie du processus d'évaporation
qui se produit dans notre système. Cependant, ces lois ne prennent pas en compte un
certain nombre de phénomènes qui ont une inﬂuence signiﬁcative dans notre cas. Il
s'agit notamment des diﬀérents types de pertes à un, deux ou trois corps, le chauf-
fage des atomes par émission spontanée de photons du laser piège, ou encore de la
variation du paramètre η au cours de l'évaporation. Pour ces diﬀérentes raisons, nous
avons simulé le comportement de l'évaporation en nous servant d'un modèle cinétique
inspiré de (Luiten, Reynolds, et Walraven, 1996; O'Hara et al., 2001; Comparat et al.,
2006).
Modèle cinétique
On suppose que le nuage atomique à l'équilibre ou en quasi-équilibre thermique
tout au long de l'évaporation. Il est donc décrit par une distribution de Boltzman
tronquée à la limite du piège. On suppose par ailleurs que les trajectoires atomiques
sont ergodiques. L'énergie moyenne d'un nuage atomique piégé dans un potentiel
harmonique, supposé profond, est de :
1. Les deux valeurs de ξ sont bien indépendantes car le calcul de la densité dans l'espace des
phases fait intervenir la profondeur du piège.
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E= 3NkBT ce qui implique :
E˙
E
=
N˙
N
+
T˙
T
. (2.16)
Il y a quatre mécanismes qui peuvent induire un changement de l'énergie :
1. L'évaporation libre. Les atomes subissent des collisions élastiques qui vont
induire leur refroidissement au prix d'une diminution de leur nombre. Chaque
atome quittant le piège possède une énergie 1 (η + κ)kBT avec κ=
η−5
η−4 . Si
l'on suppose que cette évaporation a lieu suivant les trois directions de l'es-
pace, la variation de l'énergie induite est E˙ev = (η + κ) kBTN˙ev. Avec 2 N˙ev/N =
−2 (η − 4) e−ηγel/
(
2
√
2
)
(Luiten, Reynolds, et Walraven, 1996; O'Hara et al.,
2001).
2. L'ouverture du piège. La diminution adiabatique de la profondeur du piège
entraîne une diminution des fréquences d'oscillation du piège. En se servant
des Formules 1.28 et 2.5, valables pour un piège harmonique, on obtient la
modiﬁcation de l'énergie potentielle des atomes E˙ad =EU˙/(2U).
3. Émission spontanée de photons du laser piège. Les atomes du piège
eﬀectuent des cycles d'absorptions puis d'émissions de photons du laser piège,
ce qui induit un échauﬀement des atomes (voir Section 1.3.2). Nous modélisons
cette modiﬁcation de l'énergie par E˙chauf = 2ErecRN , où Erec est l'énergie de
recul et le taux de diﬀusion R(t)∝U(t) (Formule 1.31).
4. Pertes d'atomes par collisions inélastiques à un, deux et trois corps.
Les collisions inélastiques à q-corps (q=1,2 ou 3) induisent une variation de
l'énergie du nuage. Ces processus sont régis par les équations sur la densité
locale : n˙q(r, t) =−Kn(r, t)q. La variation d'énergie correspondante est (sous
l'hypothèse d'un piège inﬁni) :
E˙q =
3
2
N˙qkBT +
∫
U(r)n˙q(r, t)d
3r , (2.17)
où le premier terme correspond à la contribution de l'énergie cinétique et le
second à celui du potentiel de piégeage U(r) (Luiten, Reynolds, et Walraven,
1996). Par ailleurs, N˙q =
∫
n˙q(r, t)d
3r. On remplace la densité spatiale par son
expression donnée Formule 2.10, on obtient alors :
E˙q =
(
3
2
+ γq
)
N˙qkBT , (2.18)
Avec
1. Cette expression de κ n'est correcte que sous l'hypothèse η 1. Dans notre cas, cette hypothèse
n'est pas remplie tout au long de l'évaporation. Il est alors possible d'utiliser l'expression générale de
κ= 1−P (5, η)/(ηP (3, η)− 4P (4, η)). P est la fonction γ incomplète (Abramowitz et Stegun, 1972).
Nous avons vériﬁé que l'utilisation de ce paramètre κ général ne change les résultats du nombre
d'atomes et la température que de quelques pourcents.
2. Cette expression est aussi valable dans la limite η 1. L'utilisation de l'expression générale
N˙ev/N =−2(ηP (3, η)−4P (4, η))e−ηγel
(
2
√
2
)
ne change pas signiﬁcativement les résultats obtenus.
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γq =
1
q
T
Vq
dVq
dT
et Vq =
∫
e
−q U(r)
kBT d3r (2.19)
Le paramètre γq possède une expression simple ici 1, sous l'hypothèse d'un piège
harmonique inﬁni, γq = 32q . Une collision inélastique à un corps (q= 1) expulse
une particule d'énergie égale à l'énergie moyenne 3kBT . Une collision inélas-
tique à deux (q= 2) ou trois corps (q= 3), par contre, expulse des particules
dont l'énergie est inférieure à l'énergie moyenne. Elles ont donc un eﬀet d'anti-
refroidissement sur le nuage. On retrouve ici, par le calcul, l'argument justi-
ﬁant de l'importance de maintenir le taux de collisions inélastiques à plusieurs
corps le plus faible possible, qui avait été présenté plus haut. Le taux de perte
d'atomes, dû aux collisions inélastiques, est de N˙q/N =−Kqnq−10 /(q
√
q).
Finalement, en se servant du taux de variation du nombre d'atomes : N˙ = N˙ev +∑
q N˙q et de celui de l'énergie : E˙= E˙ev + E˙ad + E˙chauf +
∑
q E˙q, on obtient un jeu
d'équations couplées sur le nombre d'atomes et la température du nuage qui décrit
le processus d'évaporation en présence de pertes :
N˙
N
=−2(η − 4)e−η γel
2
√
2
+
3∑
q=1
N˙q
N
, (2.20)
T˙
T
=−2
(
η + κ
3
− 1
)
(η − 4)e−η γel
2
√
2
+
3∑
q=1
1
3
(
3
2
+ γq − 3
)
N˙q
N
+
2Er
3kBT
R +
U˙
2U
,
(2.21)
où η, κ, R et γel sont des fonctions du temps.
On résout numériquement ce jeu d'équations, en imposant la forme expérimentale
de la rampe du piège U(t) qui est représentée Figure 2.4. On utilise les valeurs sui-
vantes pour les diﬀérents paramètres : le taux de collisions à un corps K1 = 0.1 s−1,
ce qui correspond à un temps de vie d'atome unique égal à 10 s mesuré suivant la
procédure décrite Section 1.3.2. Le taux de collisions à trois corps est K3 = 4 · 10−29
cm6s−1 (voir Section 1.4.4). On peut calculer le taux de chauﬀage initial en appli-
quant la Formule 1.31, on a donc R(0) = 11 s−1. Cette valeur est assez importante,
mais diminue très rapidement en raison de la dépendance de R(t) avec la profon-
deur du piège U(t). Il en résulte que le taux de chauﬀage n'inﬂuence que très peu le
processus d'évaporation. Nous avons par ailleurs dû prendre une valeur du taux de
pertes inélastiques à deux corps K2 = 1.5 · 10−14 cm3s−1. Ces pertes résultent d'une
faible population dans l'état F = 2 qui vient collisionner avec des atomes dans l'état
F = 1, entrainant des pertes inélastiques par changement d'état hyperﬁn. Bien que les
1. Nous conserverons cette valeur du paramètre γq par la suite, même si l'hypothèse d'un piège
inﬁni n'est pas conservée. En eﬀet, les collisions se produisent là où la densité est la plus élevée,
c'est-à-dire au fond du piège. Ainsi, la troncation du piège n'inﬂuence que très peu ce processus
(Pinkse et al., 1998).
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atomes soient expérimentalement préparés dans l'état F = 1, un faisceau laser proche
de résonance imparfaitement éteint peut créer une population stationnaire dans l'état
F = 2. Pour évaluer cette population, nous nous servons du taux de collisions mesuré
par (Gensemer et al., 2000) qui est de 8 · 10−12 cm3s−1. La population stationnaire
résultante dans l'état F = 2 est alors de 0.2%, une valeur trop faible pour être mesurée
sur notre système.
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Figure 2.6  a) Évolution de la densité pic n0 au centre du piège en fonction
du nombre d'atomes dans la pince. b) Évolution du taux de collisions élastiques
au centre du piège en fonction du nombre d'atomes dans la pince. Les courbes
continues correspondent au modèle cinétique (voir texte), avec la section eﬃcace est σ=
4pia2 et = 4/3 (i.e les atomes sont supposés équitablement répartis suivant les sous-niveaux
Zeeman F = 1).
Les contributions des pertes à deux et trois corps (q= 2 et 3) de l'Équation
2.20 n'ont une inﬂuence importante qu'au début de l'évaporation. Elles valent alors
K2n0/(2
√
2)' 1.7 s−1 ainsi que K3n20/(3
√
3)' 0.8 s−1. Ces pertes dépendent direc-
tement de la densité spatiale du milieu, or, cette dernière décroît très rapidement au
court de l'évaporation (voir Figure 2.6 a)). En eﬀet, la densité spatiale devient infé-
rieure à 1014 at/cm3 dès que le nombre d'atomes a été divisé par deux, soit à partit
N ≤ 400 atomes. Dans la suite de l'évaporation, les pertes inélastiques à plusieurs
corps sont négligeables. On retrouve ici, par le modèle cinétique, la zone d'applica-
tion utilisée avec les lois d'échelle présentées Section 2.2.3. Pour des nombres d'atomes
N ≤ 400, le processus d'évaporation dépend principalement de la réduction adiaba-
tique de la puissance du piège ainsi que du taux de collisions élastiques, qui décroit
de ∼ 3 ordres de grandeur au cours de l'évaporation (voir Figure 2.6 b)).
La Figure 2.7 représente la température et le nombre d'atomes en fonction du
temps d'évaporation, tous les deux comparés avec le modèle cinétique pour des va-
leurs de sections eﬃcaces de collisions σ= 4pia2 avec 4/3≤ ≤ 2. L'accord avec le
modèle de la température et du paramètre η (voir insert Figure 2.7 a)) sont assez
bons (diﬀérence ≤ 30%). L'accord du modèle avec le nombre d'atomes est par contre
moins satisfaisant. En eﬀet, le modèle prédit une diminution exponentielle du nombre
d'atomes au début de l'évaporation que l'on ne retrouve pas expérimentalement. Nous
attribuons cette diﬀérence à un possible comportement hydrodynamique du nuage au
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début de l'évaporation (voir Section 2.2.3). Cette diﬀérence pourrait aussi s'expliquer
par la présence d'atomes évaporés qui restent proches de la zone de piégeage bien
qu'ils ne soient plus dans la pince. Ceux-ci sont alors imagés (ce qui augmente le
nombre d'atomes comptabilisés) mais, n'étant pas piégés, ils ne contribuent pas à la
dynamique d'évaporation.
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Figure 2.7  a) Évolution de la température du nuage atomique en fonction du
temps d'évaporation. b) Évolution du nombre d'atomes présents dans la pince
en fonction du temps d'évaporation. Les courbes continues et en traits pointillés cor-
respondent au modèle cinétique (voir texte), dont la section eﬃcace est σ= 4pia2 avec,
respectivement, = 4/3 (i.e les atomes sont supposés équitablement répartis selon les sous-
niveaux Zeeman F = 1) et = 2 (i.e les atomes sont supposés tous dans le même sous-niveau
Zeeman F = 1).
La Figure 2.8 représente la densité dans l'espace des phases en fonction du temps
d'évaporation, comparée au modèle cinétique. Les deux courbes sont très proches
l'une de l'autre. L'évolution de la densité dans l'espace des phases fait apparaître une
diminution de l'eﬃcacité de l'évaporation. Cette diminution est une conséquence de
la diminution du taux de collisions élastiques dans la pince en raison de l'ouverture
du piège (diminution des fréquences d'oscillation du piège). Ce phénomène apparaît
même en l'absence de pertes inélastiques (voir (O'Hara et al., 2001)).
Figure 2.8  Évolution de la den-
sité dans l'espace des phases en
fonction du temps d'évaporation.
Les courbes continues et en traits poin-
tillés correspondent au modèle cinétique
(voir texte), dont la section eﬃcace est
σ= 4pia2 avec = 4/3 et = 2 respec-
tivement. La ligne pointillée horizontale
indique D= ζ(3)' 1.202 et correspond à
la transition entre un nuage thermique et
un gaz dégénéré polarisé.
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2.2.5 Conclusion sur l'évaporation forcée à un faisceau
Nous avons réalisé le processus d'évaporation forcée sur un nuage contenant initia-
lement quelques centaines d'atomes. Après ∼ 3 s d'évaporation, celui-ci ne comporte
plus que 40 atomes à une température de ∼ 100 nK et proches de la dégénérescence
quantique (Bourgain et al., 2013a). Nous avons montré que les lois d'échelles qui gou-
vernent l'évolution des quantités thermodynamiques sont toujours applicables dans le
régime du très faible nombre d'atomes, tant que la condition η grand est respectée et
qu'il n'y a pas de pertes inélastiques. Le modèle cinétique simple présenté reproduit,
quant à lui, raisonnablement bien la dynamique d'évaporation dans la micro-pince
optique. Il permet de suivre l'évolution des quantités thermodynamiques du système
au cours de son évolution, en particulier la variation du paramètre η et des méca-
nismes de pertes. Ce modèle peut servir pour optimiser le processus d'évaporation
dans une micro-pince optique. Il pourrait toutefois être amélioré, notamment en pre-
nant en compte la forme exacte du potentiel gaussien, ce qui peut avoir une inﬂuence
non négligeable sur les quantités calculées (Simon et Strunz, 2010).
L'inﬂexion de la courbe de la densité dans l'espace des phases est principalement
due à la diminution du taux de collisions élastiques dans le milieu. Une façon d'amé-
liorer le processus d'évaporation pourrait consister en la diminution de la profondeur
du piège tout en maintenant élevées les fréquences d'oscillation, et donc la densité.
2.3 Utilisation d'un anti-piège
2.3.1 Pourquoi ? Comment ?
Lors de l'étude de l'évaporation forcée, nous avons vu qu'abaisser la puissance du
laser piège pour diminuer la profondeur de la pince faisait apparaître deux limites
à la création d'un condensat. La première concerne les collisions élastiques dans le
milieu, qui diminuent très fortement lorsque la profondeur du piège est abaissée.
En eﬀet, le taux de collisions élastiques dépend de la densité du milieu, qui lui-
même dépend fortement des fréquences d'oscillation du piège. La diminution de la
puissance du faisceau laser ayant pour eﬀet de diminuer très fortement ces fréquences
d'oscillation, l'eﬃcacité de l'évaporation est alors largement réduite (voir Section
2.2.4). La seconde limite tient à la signature de la condensation. Les diﬀérents critères
usuellement utilisés pour déterminer de la présence d'un condensat ne semblent pas
adaptés à l'évaporation dans une micro-pince contenant quelques dizaines d'atomes
(voir Section 2.1.3).
Pour contourner ces deux limites, nous avons mis en place une nouvelle stratégie
d'évaporation inspirée de (Hung et al., 2008). Cette stratégie consiste à superpo-
ser une "pente" supplémentaire au potentiel de piégeage. Cette pente a pour eﬀet
d'augmenter la barrière de potentiel d'un côté du piège et de la diminuer de l'autre
côté (voir Figure 2.9 a)). En contrôlant l'angle de cette pente, on peut contrôler la
profondeur du piège.
L'évaporation forcée peut alors être réalisée de la même manière que précédemment :
les atomes sont évaporés du côté où la barrière de potentiel est la plus faible. Cette
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Anti-piège
Piège
Piège composé
b)a)
X
Xc 0 Xap
Uc
Pente
Piège
Piège composé
Figure 2.9  a) Déformation d'un piège dipolaire par l'ajout d'une "pente". b)
Piége composé d'une superposition d'un piège et d'un anti-piège. Le piège composé
(en bleu) est moins profond que le piège initial (en rouge). Il est par ailleurs légèrement
décalé du côté opposé à celui de l'anti-piège.
technique présente l'avantage de limiter la diminution des fréquences d'oscillation du
piège au cours de la procédure d'évaporation. De plus, la pente n'étant appliquée
que suivant l'axe X, les fréquences d'oscillation suivant les axes X et Y vont diﬀérer
l'une de l'autre. Il en résulte une anisotropie dans la forme du nuage, qui pourrait
permettre, en cas de condensation, d'observer l'une des signatures caractéristiques de
la dégénérescence quantique (voir Section 2.1.3).
Il est possible de créer cette pente à l'aide d'un gradient de champ magnétique (les
atomes doivent alors être polarisés) (Hung et al., 2008), ou aussi avec un piège croisé
désaxé (Clément et al., 2009). La Figure 2.9 b) représente le résultat de l'ajout d'un
anti-piège désaxé spatialement par rapport au micro-piège dipolaire. La profondeur
du piège composé est contrôlée en modulant la puissance laser de l'anti-piège. C'est
cette seconde stratégie que nous avons mise en place.
2.3.2 Potentiel de piégeage composé
Déterminons les paramètres du piégeage atomique dans le cas d'un piège composé.
Le potentiel du piège composé est la résultante d'un fort potentiel de piégeage et
d'un fort potentiel d'anti-piégeage. Il est donc nécessaire de déterminer ces deux
potentiels avec une précision supérieure à leur diﬀérence. Pour cette raison, nous
considérons tous les termes intervenant dans le calcul des déplacements lumineux,
y compris les termes anti-résonants que l'on avait négligés sous l'approximation des
ondes tournantes (voir 1.1.1). Le déplacement lumineux de l'état fondamental est :
∆E(52S1/2) = ∆Ef,ωL =
~Γ2IL
8Isat
(
1
3∆1
+
2
3∆2
+
1
3∆
′
1
+
2
3∆
′
2
)
, (2.22)
où ∆1 =ωL−ω1 ; ∆′1 =ωL+ω1 ; ∆2 =ωL−ω2 ; ∆′2 =ωL+ω2. Les potentiels de piégeage
(p), d'anti-piégeage (ap) et le piège composé sont décrits par :
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,
Ucomp =Up + Uap ,
(2.23)
avec (Xap, Yap, Zap), le point de focalisation du laser anti-piégeant ; ZR est la longueur
de Rayleigh. Le point de focalisation du laser piégeant déﬁnit ici l'origine du repère.
2.3.3 Mise en place expérimentale
Nous créons l'anti-piège grâce à un laser désaccordé dans le bleu de la transition
atomique (λanti−piege≤λtansition). Dans ce cas, les atomes sont expulsés des zones où
la puissance du faisceau laser est la plus importante. À partir du dispositif expéri-
mental présenté précédemment, il est nécessaire d'ajouter un laser supplémentaire au
dispositif expérimental présenté précédemment pour créer cet anti-piège Nous nous
servons d'un laser Verdi de longueur d'onde 532 nm de la société Coherent pour créer
l'anti-piège. Le laser est appelé laser anti-piégeant ou laser vert par la suite.
Micro-Pince 950 nm
Lentille asphérique
Enceinte à vide
Lame dichroïque
Pi
ez
o 
2D
Anti-piège 532 nm
Iris diaphragme
X
Y
Z
Figure 2.10  Schéma représentant l'agencement du micro-piège dipolaire et
de l'anti-piège. Un piezo 2D monté à l'arrière d'un miroir permet de déplacer l'anti-piège
dans la chambre d'expérience.
Ce laser délivre un puissance maximale de 6 W. Cependant les optiques dont nous
disposons, en particulier le traitement anti-reﬂets des hublots de la chambre à vide
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ne sont pas adaptées à la longueur d'onde. Pour cette raison, nous disposons d'une
puissance laser maximale de 100 mW dans la chambre. Aﬁn d'utiliser ce laser, nous
avons mis en place un nouveau banc laser qui est représenté sur le Schéma 2.10. De
la même façon que pour le laser piège, la puissance du laser anti-piège est contrôlée
au moyen d'un modulateur acousto-optique. Un asservissement analogique permet,
en outre, de contrôler la puissance du laser en temps réel. La mesure de la puissance
est, ici aussi, eﬀectuée au moyen d'une photodiode ampliﬁée dont la tension de sortie
est directement proportionnelle à la puissance laser (voir Annexe C).
2.3.4 Taille et positionnement de l'anti-piège par rapport au
micro-piège
Deux paramètres sont à choisir : la taille du faisceau anti-piégeant w0,ap ainsi que
le positionnement dans l'espace de l'anti-piège par rapport au piège. Le choix de la
taille du faisceau anti-piégeant w0,ap est conditionné par deux paramètres. Le premier
concerne la fréquence d'oscillation du piège composé suivant l'axe de la pente. Nous
avons besoin qu'elle soit la plus constante possible au cours de l'évaporation : cela nous
incite à choisir une taille de faisceau anti-piégeant qui soit la plus grande possible.
En eﬀet, plus cette taille sera grande, plus la forme de l'anti-piège sera linéaire sur la
zone du micro-piège. Le second paramètre concerne la profondeur du piège composé
qui doit pouvoir être rendue nulle lorsque l'intensité de l'anti-piège est maximale.
L'intensité d'un faisceau peut être modulée en agissant soit sur la puissance laser,
soit sur la taille du faisceau. La puissance laser dont nous disposons dans la chambre
étant limitée (voir Section 2.3.3), nous avons choisi de limiter la taille du faisceau
anti-piégeant. Nous avons donc choisi d'utiliser une taille de faisceau anti-piégeant de
w0,ap∼ 4.5 µm, qui permet d'optimiser ces deux paramètres (voir Section 2.3.5).
Le positionnement idéal de l'anti-piège par rapport au micro-piège est celui qui
permet d'avoir la fréquence d'oscillation suivant l'axe de la pente la plus constante
possible. Le point qui remplit ces conditions au mieux est le point d'inﬂexion de la
gaussienne de l'anti-piège. Cependant le critère de la puissance laser limitée inter-
vient une nouvelle fois, et nous avons donc dû placer l'anti-piège de façon à obtenir
la profondeur de piège composé la plus faible possible pour une puissance donnée
du laser anti-piégeant. Calculons cette position. Ce calcul est plus complexe que la
simple détermination du point au niveau duquel l'anti-piège possède la dérivée la plus
importante. En eﬀet, l'extension spatiale du piège suivant l'axe X n'étant pas nulle,
il est nécessaire de calculer la composition des deux pièges. Pour cela, on somme nu-
mériquement les deux pièges et on détermine, dans un premier temps la position du
minimum du piège composé : Xc (qui est diﬀérente du minimum du micro-piège, voir
Figure 2.9 b)). La profondeur du piège composé U0,comp est alors égale à la diﬀérence
entre le potentiel minimum en Xc et celui de la barrière de potentiel la moins haute
(voir 2.9 b)). On prend par ailleurs les paramètres suivants pour les deux autres axes,
aﬁn d'avoir le potentiel d'anti-piège le plus important possible : Yap =Zap = 0.
Supposons que l'alignement décrit ci-dessus est réalisé et que nous avons ajusté
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la taille du faisceau anti-piégeant à w0,ap∼ 4.5 µm. On peut alors calculer numéri-
quement, à partir de la Formule 2.23, la profondeur du piège composé en fonction
des puissances lasers utilisées. À partir de la profondeur U0,p/kB = 1.1 mK du piège
permettant d'optimiser le chargement du nombre d'atomes, la puissance de laser
anti-piégeant qu'il faut utiliser pour réaliser l'évaporation est de Pap∼ 1.2 W. Cette
puissance est nettement supérieure à celle que l'on peut obtenir dans la chambre. Si
nous prenons maintenant la puissance maximale d'anti-piège dont nous disposons, il
est possible de calculer la profondeur maximale du micro-piège qui peut être com-
pensée par l'anti-piège. Pour la puissance maximale de laser vert Pmaxiap = 100 mW,
on trouve la profondeur maximale du piège de U0,p/kB∼ 60 µK.
Il nous est donc nécessaire de diviser en deux parties la procédure d'évaporation.
La première partie consiste en une évaporation par diminution de la profondeur du
piège, reprenant celle déjà présentée Figure 2.4. Nous appliquons les quatre premiers
segments de cette évaporation pour atteindre une profondeur de pince à la ﬁn de
cette première partie : U0,p/kB = 57 µK. Par la suite, la profondeur de la micro-pince
est maintenue constante et le potentiel d'anti-piégeage est progressivement augmenté,
permettant de réaliser la seconde partie du processus d'évaporation.
2.3.5 Alignement avec un atome unique
Aﬁn de positionner l'anti-piège par rapport au piège dipolaire, nous nous sommes
servis d'un atome unique. L'idée de l'expérience d'alignement est la suivante. Lorsque
l'anti-piège se superpose avec le piège, la profondeur du piège composé en est dimi-
nuée. Un atome unique présent initialement dans le piège a alors une probabilité
de quitter le piège composé d'autant plus importante que le piège composé est fai-
blement profond. Le positionnement de l'anti-piège par rapport au piège doit être
réalisé suivant les trois directions de l'espace. Pour cela, nous nous servons, dans le
plan transversal, d'un piézo deux dimensions (voir Schéma 2.10) et suivant l'axe lon-
gitudinal, la position de focalisation dans l'enceinte à vide est modiﬁée en changeant
très légèrement la distance entre la sortie de la ﬁbre et la lentille. L'objectif de l'ali-
gnement est celui décrit précédemment (Section 2.3.2) : Yap =Zap = 0 et Xap choisi
aﬁn de minimiser la profondeur du piège composé.
Positionnement de l'anti-piège suivant les axes X et Y
On commence par l'axe Y. La séquence expérimentale permettant l'alignement
est représentée Figure 2.11 a). Après détection d'un atome unique dans la pince, les
faisceaux de mélasse sont éteints. La profondeur de la pince est alors abaissée à un
niveau où l'anti-piège peut déformer signiﬁcativement la forme du potentiel composé.
L'anti-piège est alors allumé progressivement puis maintenu à pleine puissance pen-
dant 40 ms puis éteint progressivement. La profondeur du piège est alors augmentée
et les faisceaux de mélasse sont rallumés pour tester la présence de l'atome unique.
Lorsque l'anti-piège n'est pas allumé, on mesure un taux de recapture à la ﬁn de la
séquence égale à 80%.
Le résultat de l'expérience est représenté Figure 2.11 b). Le taux de recapture de
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Figure 2.11  a) Chronogramme de la séquence expérimentale utilisée pour
réaliser l'alignement de l'anti-piège grâce à un atome unique. La profondeur de
la pince est U0,p/kB = 107 µK générée grâce à 2 mW de puissance laser et la profondeur
de l'anti-piège est U0,ap/kB = 193 µK générée grâce à une puissance laser de 100 mW. b)
Taux de recapture de l'atome unique en fonction de la position de l'anti-piège
par rapport au piège suivant l'axe Y. On détermine la position Yap = 0 en regardant la
position médiane entre les deux creux. L'ajustement en trait continu correspond au modèle
discuté dans le texte.
l'atome unique est représenté en fonction de la position de l'anti-piège suivant l'axe
Y 1. L'anti-piège est déplacé en modiﬁant la tension appliquée au piézo. Nous avons
quantiﬁé l'angle fait par le miroir sur lequel est monté le piézo en fonction de la ten-
sion appliquée à ce dernier (∼ 0.4 mrad/V). La modiﬁcation du point de focalisation
de l'anti-piège, dans le plan des atomes, est alors donnée par la multiplication de
l'angle appliqué par le piézo avec la distance focale de la lentille (8 mm). Le taux
de recapture fait apparaître deux creux qui indiquent les endroits où la profondeur
du piège composé est la plus faible. Ces deux creux sont situés symétriquement de
part et d'autre de la position où les deux pièges sont superposés. Le creux de gauche
est nettement mieux déﬁni que celui de droite. L'explication de cette diﬀérence est
toujours en cours d'investigation. Il est tout de même possible de déterminer la po-
sition où les deux pièges sont superposés, et ce avec une précision raisonnable. La
superposition est réalisée en l'abscisse Y = 9 ± 0.3 µm. Cette valeur est par ailleurs
conﬁrmée par le modèle discuté ci-dessous.
La Figure 2.12 représente le résultat de cette même étude suivant l'axe X. On y
voit apparaître une nouvelle fois une courbe présentant deux creux qui ne sont, par
ailleurs, pas de profondeurs identiques. On cherche ensuite la position permettant
d'obtenir la profondeur de pince la plus faible. Il est possible de positionner l'anti-
piège d'un côté ou de l'autre, indiﬀéremment. Le creux de droite étant mieux déﬁni,
on choisit donc de le positionner en X = 5.9± 0.3 µm.
1. L'axe des abscisses n'étant pas déterminé a priori, le premier point de mesure est pris comme
étant en abscisse Y = 0 suivant l'axe Y dans le plan des atomes.
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Figure 2.12  Taux de recapture
de l'atome unique en fonction de la
position de l'anti-piège par rapport
au piège suivant l'axe X. La profon-
deur de la pince est U0,p/kB = 107 µK
générée grâce à une puissance laser de 2
mW et la profondeur de l'anti-piège est
U0,ap/kB = 193 µK générée grâce à une
puissance laser de 100 mW. On déter-
mine la position Xap permettant d'avoir
la profondeur minimale. L'ajustement en
trait continu correspond au modèle dis-
cuté dans le texte. Dx indique la dimi-
nution maximale du taux de recapture.
Modèle du taux de pertes dans le piège composé
Nous avons modélisé le taux de pertes dans le potentiel composé par un modèle
simple qui reprend celui développé Section 1.3.2. On calcule dans un premier temps
la profondeur du piège composé, en additionnant numériquement la profondeur du
piège et de l'anti-piège. Ce calcul dépend de la taille du faisceau anti-piège, que
nous avons déterminée à partir de mesures de tailles avant la chambre d'expérience
et en appliquant les lois de propagation d'un faisceau gaussien. Nous avons trouvé
w0,ap = 4.4± 0.1 µm; une valeur très proche de celle-ci est recouvrée plus tard lors de
l'évaluation de la taille du faisceau à partir de la température d'un nuage atomique
dans le piège composé. Connaissant cette profondeur, on peut calculer la probabilité
qu'un atome quitte le piège en utilisant la formule 1.32. Le paramètre non déterminé,
a priori, dans ce modèle est la température de l'atome unique que nous avons donc
laissée en paramètre libre. Nous cherchons ici l'ajustement permettant de déterminer
la position de recouvrement entre le piège et l'anti-piège, un décalage d'origine suivant
l'axe des abscisses a donc aussi été laissé libre. Ces ajustements sont représentés sur
les Figures 2.11 b) et 2.12. Les températures d'atomes uniques que l'on a trouvées
correspondent à des paramètres η=U0,comp/(kBT ) = 9 ± 2 et η′ = 16 ± 3 soit des
valeurs habituelles pour des températures d'atomes uniques (voir Section 1.3.3). Les
ajustements reproduisent très moyennement les courbes expérimentales.
Positionnement de l'anti-piège suivant l'axe longitudinal Z
L'objectif de l'alignement suivant l'axe Z est de déterminer la position longitu-
dinale permettant d'obtenir une intensité laser d'anti-piège maximale au niveau du
piège (Zap = 0). Cet alignement est assez long à réaliser car pour chaque déplacement
du point de focalisation de l'anti-piège, il faut refaire les mesures suivant l'axe Y puis
l'axe X pour déterminer si oui ou non l'intensité vue par les atomes est eﬀectivement
plus importante. Nous avons donc identiﬁé, pour chaque position longitudinale, la
valeur maximale de diminution du taux de recapture suivant l'axe X : Dx, dont un
exemple est représenté sur la Figure 2.12. Ces valeurs sont représentées sur la Figure
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2.13. La diminution maximale est obtenue autour de la coordonnée Z = 20 µm 1. On
réalise un ajustement par une fonction lorentzienne qui reprend la variation de l'in-
tensité d'un faisceau laser suivant son axe de propagation. Cette lorentzienne nous
indique la coordonnée z qui permet de maximiser la perte d'atomes : Z = 20± 3 µm.
Figure 2.13  Diminution maxi-
male du taux recapture suivant
l'axe X : Dx, en fonction de la
position longitudinale Z. La profon-
deur de la pince est U0,p/kB = 107 µK ; la
profondeur maximale de l'anti-piège est
U0,ap/kB = 193 µK. La position permet-
tant d'avoir le taux de recapture le plus
bas est Z = 20 ± 3 µm. L'ajustement en
trait continu correspond à celui discuté
dans le texte.
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Les coordonnées suivant les trois directions dont nous nous sommes servis dans la
suite sont donc : X = 5.9 µm, Y = 9 µm et Z = 20 µm. Les deux lasers sont alignés
suivants les axes Y et Z, nous avons donc, avec les notations de l'Équation 2.23,
Yap = 0 µm et Zap = 0 µm. On détermine la valeur de Xap en utilisant la distance
entre le maximum et le minimum de recapture de la Figure 2.12 ainsi que l'Équation
2.23. On a donc Xap = 1.4 µm. Le dernier paramètre qu'il nous reste à déterminer est
la mesure de la taille du faisceau w0,ap qui, pour le moment, est uniquement évaluée
par un calcul de propagation d'un faisceau gaussien.
Détermination de la taille du faisceau
La détermination de la taille du faisceau de l'anti-piège w0,ap est un paramètre
important puisque la profondeur du piège composé en dépend directement. Cette
détermination ne peut pas être eﬀectuée avec la méthode présentée Section 1.3.5 en
raison des trop faibles fréquences d'oscillation du piège composé (∼ 2 kHz) : l'atome
unique serait perdu avant de pouvoir eﬀectuer la mesure. La méthode dont nous
nous sommes servis consiste à mesurer la température d'un nuage atomique proche
de l'équilibre, d'en déduire la profondeur du piège dans lequelle il est contenu et
ainsi d'être en mesure de déterminer la taille du faisceau de l'anti-piège dont cette
profondeur dépend.
Pour cela, nous avons réalisé une expérience partant d'un nuage comprenant ∼ 800
atomes dans la micro-pince à une température de 111 µK. Après un début d'évapo-
ration forcée dans la micro-pince (reprenant les premiers segments de la rampe de
la Section 2.2.3), le nuage ne contient plus que ∼ 500 atomes à une température
de ∼ 8.7 µK pour une profondeur de piège U0,p/kB = 57 µK Nous avons alors appli-
qué progressivement une puissance croissante d'anti-piège. À la ﬁn de ce processus,
le nuage comprend ∼ 20 atomes à une température de ∼ 0.6 µK. Nous avons alors
1. Les taux de recapture suivant les axes X et Y présentés précédemment correspondent à cette
coordonnée suivant l'axe Z.
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laissé un temps d'évaporation libre de 50 ms pour compléter la thermalisation des
atomes dans la pince. À la ﬁn de cette évaporation libre, la température des atomes
est toujours ∼ 0.6 µK. En supposant un paramètre η=U0,comp/(kBT ) compris entre
2 et 10, on en déduit une profondeur du piège comprise entre ∼ 1 µK et ∼ 6 µK.
On résout alors numériquement l'équation de la profondeur du piège composé Équa-
tion 2.23. Connaissant la distance Xc + Xap, qui est le demi-écart entre les minima
du taux de recapture suivant l'axe X, la solution de l'équation de la profondeur
nous permet de remonter à la taille du faisceau de l'anti-piège au niveau des atomes
w0,ap = 4.4 ± 0.2 µm. Bien que nous ne connaissons pas la profondeur du piège avec
une grande précision, l'évaluation de la taille du faisceau est néanmoins assez précise.
La raison de ce comportement se trouve dans la pente de l'anti-piège, qui dépend de
sa taille et qui est raide au niveau du piège. Une légère modiﬁcation de cette pente,
soit une modiﬁcation de la taille d'anti-piège, entraîne donc un changement impor-
tant sur la profondeur du piège composé. Cette valeur est très proche de celle trouvée
grâce à la propagation d'un faisceau gaussien, que nous avions évaluée précédemment
(∼ 4.4± 0.1 µm).
2.3.6 Détermination du volume thermique dans le piège com-
posé
La détermination du volume thermique du nuage atomique dans le piège seul est
simple en raison de l'approximation harmonique de la forme du piège qui peut y
être faite. Nous allons, ici, étudier cette approximation pour voir si elle est toujours
justiﬁée pour le piège composé. La Figure 2.14 représente le piège composé pour les
trois directions de l'espace. On note que la valeur du potentiel composé au niveau
des atomes est de l'ordre de ∼+15 µK. Le déplacement lumineux vu par les atomes
est positif, les atomes tendent donc à fuir cette zone. Cependant, ce minimum local
est entouré par un potentiel plus important suivant toutes les directions, les atomes
ne peuvent donc pas s'en échapper. La barrière de potentiel la plus faible se situe
suivant l'axe X, qui est l'axe suivant lequel l'anti-piège est désaxé. Sur cette ﬁgure
sont aussi représentées les approximations harmoniques du piège suivant les diﬀé-
rentes directions. Aﬁn de juger de la pertinence de l'utilisation de l'approximation
harmonique pour le piège composé, il est nécessaire d'étudier l'occupation des ni-
veaux d'énergie du piège par les atomes. La distribution d'occupation correspond à
un paramètre η=U0,comp/(kBT ) = 8 ; elle est représentée suivant les diﬀérents axes.
On voit que c'est suivant l'axe X, celui qui déﬁnit la profondeur du piège composé,
que l'approximation risque d'être la moins bonne.
Pour quantiﬁer cette étude, nous nous intéressons à l'extension thermique du
nuage dans le piège, que nous appelons taille, suivant les trois directions de l'espace.
Cette taille, suivant l'axe x par exemple, est déﬁnie par :
Tth,x =
∞∫
−∞
e
−U(x)
kBT dx , (2.24)
où U(x) indique la forme du potentiel suivant la direction x. Dans le cas d'un piège
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Figure 2.14  Comparaison du potentiel composé avec son approximation har-
monique En trait continu bleu, le potentiel composé est la somme d'un piège de poten-
tiel U0,p/kB =−57 µK et de taille w0,p = 1.6 µm et d'un anti-piège décalé suivant l'axe X
de Xap = 1.4 µm, de taille w0,ap = 4.4 µm et de profondeur maximale U0,ap/kB = +97 µK.
L'approximation harmonique pour chaque direction est représentée en traits pointillés. La
boltzmannienne correspondant à l'occupation des niveaux d'énergie du piège est représentée
à côté dans chaque direction pour un paramètre η=U0,comp/(kBT ) = 8.
harmonique, on approxime le potentiel de piégeage par U(x) = 1
2
d2U
dx2
(x0)×x2. Il nous
est aussi possible d'eﬀectuer ce calcul pour le potentiel composé non approximé :
Ucomp(x) =Up(x) +Uap(x). Le calcul du rapport de ces deux tailles est représenté sur
la Figure 2.15 pour les diﬀérentes directions de l'espace et en fonction de la valeur du
paramètre η. La profondeur du piège composé utilisée pour cette étude correspond
au cas le plus désavantageux, c'est-à-dire la profondeur la plus petite parmi celles qui
seront utilisées par la suite.
Figure 2.15  Rapport entre les
extensions du nuage thermique ato-
miques calculées avec le potentiel
réel et l'approximation harmonique
en fonction de la valeur de η et sui-
vant les trois directions de l'espace.
Le potentiel composé est la somme d'un
piège de potentiel U0,p/kB =−57 µK et
de taille w0,p = 1.6 µm et d'un anti-piège
décalé suivant l'axe X de Xap = 1.4 µm,
de taille w0,ap = 4.4 µm et de profondeur
maximale U0,ap/kB = +97 µK.
1.20
1.15
1.10
1.05
1.00
1086420
R
a
p
p
o
rt
 t
a
ill
e
 r
é
e
lle
 /
 h
a
rm
Paramètre
X
Z
Y
On remarque tout d'abord que la diﬀérence entre les tailles est très faible suivant
les diﬀérentes directions. De plus, expérimentalement, les valeurs du paramètre η
sont généralement supérieures à η= 5, le rapport des tailles diﬀère alors de 5% au
maximum. On note, par ailleurs, que c'est suivant l'axe X que ce rapport diﬀère un
peu plus que suivant les deux autres axes. L'approximation harmonique est donc
raisonnable pour conduire une étude avec ce type de piège composé.
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Figure 2.16  a) Évolution des fréquences d'oscillation du piège (ou du piège
composé) en fonction de sa profondeur. Un trait pointillé vertical indique la profon-
deur à laquelle le laser utilisé pour faire varier la profondeur est changé. Pour les faibles
profondeurs, l'anti-piège varie alors que le piège est ﬁxe. Et pour les plus fortes profondeurs,
l'anti-piège est éteint et la profondeur du piège varie. Pour les faibles profondeurs, pour
chaque axe X, Y ou Z, une courbe pointillée indique la dépendance des fréquences d'oscilla-
tion si la profondeur était variée en changeant la profondeur du piège. b) Rapport entre les
fréquences d'oscillation du piège composé et celles du micro-piège initial dans les
diﬀérentes directions de l'espace. Le potentiel composé est la somme d'un micro-piège
de potentiel U0,p/kB =−57 µK et de taille w0,p = 1.6 µm et d'un anti-piège décalé suivant
l'axe X de Xap = 1.4 µm, de taille w0,ap = 4.4 µm et de profondeur minimale nulle (la pro-
fondeur est alors la plus importante) et maximale U0,ap/kB = +97 µK (la profondeur est la
plus faible).
Comportement des fréquences d'oscillation du piège composé en fonction
de la profondeur
En se servant de l'approximation harmonique, il est maintenant intéressant d'ob-
server l'évolution des fréquences d'oscillation en fonction de la profondeur du piège
composé. En eﬀet, l'objectif initial poursuivi via l'utilisation de l'anti-piège pour di-
minuer la profondeur consistait à éviter la décroissance trop rapide des fréquences
d'oscillation aﬁn de maintenir l'eﬃcacité de l'évaporation.
La Figure 2.16 a) représente l'évolution des fréquences d'oscillation du piège conte-
nant les atomes en fonction de sa profondeur. Pour les profondeurs les plus fortes,
les fréquences d'oscillation diminuent suivant ω∝√U puisque c'est la diminution
de la puissance du laser piège qui permet de changer la profondeur. Pour les plus
faibles profondeurs, la profondeur est modiﬁée en augmentant la puissance du laser
anti-piège et en maintenant la puissance du laser piège constante. Pour comparaison,
sur la Figure 2.16 a) sont aussi représentées, en traits pointillés, les fréquences d'os-
cillation du piège correspondant aux cas où la profondeur aurait été variée grâce à
une modiﬁcation de la puissance du laser piège. On constate plusieurs choses. Tout
d'abord, les fréquences d'oscillation du piège composé diminuent signiﬁcativement
moins vite lorsque sa profondeur diminue avec l'anti-piège plutôt qu'avec le piège.
Ensuite, il apparaît bien une divergence entre les axes X et Y lors de l'utilisation de
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l'anti-piège. Cela constitue l'un des eﬀets recherchés, à savoir créer une anisotropie
dans la forme transverse du piège (voir Section2.3). On peut, par ailleurs, quantiﬁer le
gain lié à l'utilisation de l'anti-piège pour la fréquence d'oscillation moyenne : suivant
l'axe X, le gain est ∼×2.5 pour la profondeur minimale. Suivant l'axe Y ∼×3 et
suivant l'axe Z ∼×4, le gain moyen est donc de l'ordre d'un facteur ∼×3. La densité
atomique dépendant des fréquences d'oscillation au carré, le gain espéré est de l'ordre
de ∼×10, permettant ainsi d'éviter une diminution trop rapide du taux de collisions
élastiques.
Pour visualiser plus clairement comment les fréquences d'oscillation évoluent en
fonction de la profondeur du piège composé, la Figure 2.16 b) représente le rapport
des fréquences d'oscillation du piège composé sur ces mêmes fréquences juste avant
l'utilisation de l'anti-piège. On remarque que, sur tous les axes, les fréquences d'oscil-
lation varient. La diminution la plus importante est suivant l'axe X. Ceci s'explique
par le choix que nous avons fait de positionner le piège suivant l'axe X, qui visait à
obtenir une profondeur du piège composé qui soit la plus faible possible à puissance
de laser anti-piégeant donnée. Suivant les autres axes, la déformation du potentiel
par l'anti-piège explique la légère diminution des fréquences d'oscillation.
Nous avons maintenant tous les éléments pour réaliser l'évaporation composée et
en analyser les résultats.
2.3.7 Refroidissement d'atomes au moyen d'un piège composé
Nous avons réalisé expérimentalement l'évaporation composée appliquée à un
nuage atomique contenant initialement ∼ 950 atomes à une température de 146 µK
pour atteindre à la ﬁn du processus un nuage comprenant ∼ 20 atomes à une tempé-
rature de ∼ 600 nK correspondant à une densité dans l'espace des phases de l'ordre
de l'unité.
La séquence expérimentale utilisée est représentée sur la Figure 2.17 a). La sé-
quence débute par le chargement optimisé de la micro-pince reprenant celui détaillé
en Section 1.4.3. Le processus commence par la formation d'un PMO qui charge une
macro-pince (∼ 3500 atomes), le PMO est ensuite éteint. La macro-pince sert alors
de réservoir de chargement du piège (dans cette partie, le micro-piège est appelé sim-
plement piège). À la ﬁn de ce chargement, la macro pince est coupée et seul le piège
subsiste, il contient alors ∼ 950 atomes. L'évaporation forcée est réalisée, dans un
premier temps, par diminution de la profondeur du piège pendant ∼ 260 ms, repre-
nant les quatre premiers segments optimisés précédemment (voir Section 2.2). Après
cette première partie d'évaporation, la puissance du piège est maintenue constante
et la profondeur du piège composé est modiﬁée en augmentant la puissance du laser
anti-piège. Cette seconde partie d'évaporation dure pendant ∼ 1.7 s et se décompose
aussi en quatre segments, qui ont aussi été optimisés pour maximiser la densité dans
l'espace des phases à chaque étape. La profondeur du piège contenant les atomes
est représentée Figure 2.17 b). En insert, les puissances des deux lasers utilisés pour
obtenir cette profondeur sont aussi indiquées.
Les évolutions du nombre d'atomes présents dans le piège ainsi que leur tempé-
rature au cours de l'évaporation sont représentées Figure 2.18.
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Figure 2.17  a) Chronogramme de la séquence expérimentale utilisée pour
réaliser l'évaporation forcée. La puissance du piège est maintenue constante après une
courte rampe d'évaporation forcée. La puissance de l'anti-piège est nulle au début de l'éva-
poration et est augmentée progressivement dans le second temps. b) Profondeur du piège
composé somme de piège et de l'anti-piège en fonction du temps d'évaporation.
Insert : Puissance des deux lasers piège et anti-piège utilisés, en fonction du
temps. La ligne verticale pointillée sépare à gauche la zone dans laquelle la profondeur est
modiﬁée en changeant la puissance du piège, et à droite, la zone sur laquelle la puissance de
l'anti-piège contrôle cette profondeur.
Pour suivre les quantités thermodynamiques de ce nuage atomique au cours de
l'évaporation, nous reprenons ici le modèle cinétique précédemment présenté. On
résout numériquement les Équations 2.20, en imposant la rampe d'évaporation Uc(t)
représentée Figure 2.17 b). Les paramètres des diﬀérents processus de pertes et de
chauﬀage sont identiques à ceux utilisés pour l'évaporation avec un seul faisceau.
En particulier, les taux de collisions à n-corps ont pour valeurs : K1 = 0.1 s−1, K2 =
1.5 · 10−14 cm3s−1, K3 = 4 · 10−29 cm6s−1. Le nuage n'étant pas préparé dans un
sous-état Zeeman particulier, le modèle cinétique est numériquement évalué pour des
valeurs de sections eﬃcaces de collisions σ= 4pia2 avec 4/3≤ ≤ 2.
Le modèle reproduit très bien l'évolution de la température du nuage au cours
de l'évaporation tout comme celui du paramètre η. L'accord du modèle avec les
mesures expérimentales du nombre d'atomes est, par contre, moins satisfaisant. Lors
de l'évaporation à un seul faisceau précédemment présentée, nous avions aussi trouvé
un désaccord similaire. Nous avançons ici les mêmes arguments que ceux déjà évoqués,
à savoir le possible comportement hydrodynamique d'une partie du nuage ou une sur-
évaluation du nombre d'atomes en raison de la comptabilisation d'atomes déjà sortis
du piège (voir Section 2.2.4).
La densité dans l'espace des phases en fonction du temps d'évaporation composée
est représentée sur la Figure 2.19. Cette évaporation, réalisée en utilisant le faisceau
anti-piégeant, est plus eﬃcace que pour l'évaporation à un seul faisceau précédemment
présentée (et aussi représentée sur la ﬁgure). En eﬀet, la densité dans l'espace des
phases atteint l'unité pour une profondeur de piège plus élevée et donc un temps
d'évaporation plus faible. Ce gain dans l'eﬃcacité d'évaporation trouve son origine
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Figure 2.18  a) Évolution du nombre d'atomes au cours de l'évaporation com-
posée. b) Température du nuage en fonction du temps d'évaporation composée.
Inset : Paramètre η=U/(kBT ) en fonction du temps. Les courbes continues et en
traits pointillés correspondent au modèle cinétique (voir texte), dont la section eﬃcace est
σ= 4pia2 avec, respectivement, = 4/3 (i.e les atomes sont supposés équitablement répartis
suivant les sous-niveaux Zeeman F = 1) et = 2 (i.e les atomes sont supposés tous dans le
même sous-niveau Zeeman F = 1).
dans la densité atomique du nuage, qui, à la diﬀérence de l'évaporation à un seul
faisceau, reste très élevée tout au long de l'évaporation (voir Figure 2.20 a)). Cette
forte densité permet de maintenir le taux de collisions élastiques à un niveau élevé et
donc de conduire à une rapide thermalisation du nuage (voir Figure 2.20 b)).
Après cette forte augmentation de la densité dans l'espace des phases, les étapes
suivantes d'évaporation ne font plus apparaître de gain signiﬁcatif. Ce comportement
trouve sa cause dans le taux de collisions à trois corps (voir Figure 2.21) qui est très
élevé. En eﬀet, le taux de pertes à trois corps, qui vaut initialement K3n20/(3
√
3)' 0.9
s−1 diminue dans un premier temps, en raison de la diminution de la densité, mais
il augmente signiﬁcativement dans un second temps, lorsque la profondeur du piège
composé est diminuée grâce à l'anti-piège. Ces collisions à trois corps ont pour eﬀet de
diminuer le nombre d'atomes en plus de jouer un rôle d'anti-évaporation en éjectant
les atomes les plus froids hors du piège (voir Section 2.2.2).
Bien que la densité dans l'espace des phases atteigne l'unité ici, nous n'avons
pu mettre en évidence aucune des signatures caractéristiques de la condensation. En
particulier, nous n'avons pas pu mettre en évidence d'anisotropie lors de l'expansion
du nuage, certainement en raison de la trop faible anisotropie initiale du piège (voir
Figure 2.16).
La Figure 2.20 représente la densité pic du nuage atomique ainsi que le taux
de collisions élastiques en fonction du nombre d'atomes présents dans le nuage. Sur
ces deux ﬁgures, sont aussi représentées les données expérimentales obtenues lors de
l'évaporation forcée avec un seul faisceau. On constate que l'utilisation d'un piège
composé permet de palier la diminution de la densité pic du nuage. En eﬀet, celle-ci
reste relativement constante, voire augmente au cours de l'évaporation composée, à
la diﬀérence de l'évaporation à un seul faisceau au cours de laquelle elle diminue
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Figure 2.19  Évolution de la den-
sité dans l'espace des phases en
fonction du temps. En ronds bleus
pleins, les résultats de l'évaporation com-
posée et en cercles rouges, l'évaporation à
un seul faisceau. Les courbes continues et
en traits pointillés correspondent au mo-
dèle cinétique (voir texte), dont la sec-
tion eﬃcace est σ= 4pia2 avec = 4/3 et
= 2 respectivement. La ligne pointillée
horizontale indique D= ζ(3)' 1.202 et
correspond à la transition entre un nuage
thermique et un gaz dégénéré polarisé.
constamment. Cette forte densité résulte de la moindre diminution des fréquences
d'oscillation du piège grâce à l'utilisation de l'anti-piège pour abaisser la profondeur
du piège composé. Le maintien de la densité à une valeur élevée entraîne une relative
constance du taux de collisions élastiques. Cet eﬀet était celui recherché lors de la
mise en place de cette évaporation composée. Tant pour la densité pic que pour le
taux de collisions élastiques, le modèle reproduit qualitativement le comportement
mesuré. La diﬀérence s'explique par le désaccord déjà observé entre la prédiction du
modèle pour le nombre d'atomes et les données expérimentales.
La Figure 2.21 représente le taux de collisions à trois corpsK3n20/(3
√
3) en fonction
du temps d'évaporation. Le taux de collisions à trois corps au cours de l'évaporation
composée est très élevé K3n20/(3
√
3)≥ 1 s−1 en raison de la forte densité atomique
n0≥ 1014 at/cm3. Ces collisions dépeuplent le piège de ses atomes les plus froids,
jouant ainsi un rôle d'anti-évaporation et entraînant une stagnation de la densité
dans l'espace des phases (voir Figure 2.19). Le modèle cinétique ne reproduit que très
moyennement les taux mesurés, toujours en raison du mauvais accord du modèle avec
les mesures du nombre d'atomes.
L'utilisation d'un anti-piège aﬁn de diminuer la profondeur du piège pour réaliser
l'évaporation fonctionne bien. En eﬀet, l'objectif était de maintenir le taux des colli-
sions élastiques à un niveau élevé tout au long de l'évaporation, un objectif pleinement
rempli. Cependant, la contrepartie de cette approche se situe dans les pertes à trois
corps qui sont très élevées en raison de la forte densité atomique. Ces pertes à trois
corps ont pour eﬀet d'empêcher le nuage d'atteindre une densité dans l'espace des
phases suﬃsante à l'observation d'un condensat de Bose-Einstein contenant quelques
dizaines d'atomes.
Une solution pour palier cette diﬃculté consisterait à continuer de diminuer la
profondeur du piège alors même que la puissance de l'anti-piège est augmentée. Cette
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Figure 2.20  a) Évolution de la densité pic du nuage atomique en fonction
du nombre d'atomes. b) Taux de collisions élastiques en fonction du nombre
d'atomes. Les carrés bleus correspondent à l'évaporation composée. Les triangles rouges
correspondent à l'évaporation avec un seul faisceau. Les courbes continues et en traits poin-
tillés correspondent au modèle cinétique (voir texte), dont la section eﬃcace est σ= 4pia2
avec, respectivement, = 4/3 (i.e les atomes sont supposés équitablement répartis suivant les
sous-niveaux Zeeman F = 1) et = 2 (i.e les atomes sont supposés tous placés dans le même
sous-niveau Zeeman F = 1).
Figure 2.21  Évolution du taux
de pertes à trois corps K3n20/(3
√
3)
en fonction du temps d'évaporation
Les courbes continues et en traits poin-
tillés correspondent au modèle cinétique
(voir texte), dont la section eﬃcace est
σ= 4pia2 avec = 4/3 et = 2 respecti-
vement.
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approche, que nous n'avons pas pu mettre en place jusqu'à présent en raison de
diﬃcultés techniques, est très prometteuse pour la réalisation de la condensation
avec ce dispositif à l'avenir.
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2.4 Conclusion
Nous avons étudié le refroidissement évaporatif d'un nuage atomique contenu dans
une pince de taille micrométrique contenant initialement ∼ 1000 atomes. Une pre-
mière approche a consisté à diminuer progressivement la puissance du piège dipolaire
pour réaliser l'évaporation forcée (Bourgain et al., 2013a). L'eﬃcacité d'évaporation
s'est trouvée limitée par la diminution trop importante du taux de collisions élas-
tiques au cours du temps, en raison de la diminution des fréquences d'oscillation du
piège. Pour palier cette contrainte, nous avons réalisé, dans une seconde approche,
une partie de l'évaporation grâce à l'utilisation d'un anti-piège légèrement désaxé par
rapport au piège. Cette combinaison piège/anti-piège a permis de maintenir le taux
de collisions élastiques élevé mais a aussi entraîné une forte augmentation du taux
de pertes à trois corps. Ces deux approches ont toutes les deux permis d'obtenir des
nuages contenant quelques dizaines d'atomes dont la densité dans l'espace des phases
est de l'ordre de l'unité.
En appliquant une phase de recompression adiabatique sur des nuages atomiques
ayant été refroidis lors d'une évaporation forcée à un faisceau, ou alors, en utili-
sant la combinaison piège/anti-piège pour refroidir les atomes, nous pouvons générer
des nuages d'atomes froids denses. Ces nuages constituent de bons candidats pour
l'étude des eﬀets collectifs dans les atomes froids. Les prochains chapitres présentent
une étude de la diﬀusion de la lumière dans des nuages atomiques denses à des tem-
pératures ∼ 100 µK. Une étude similaire, à partir des nuages tout aussi denses mais
plus froids est donc possible mais n'est pas traitée dans le manuscrit présent.
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Les deux précédents chapitres se sont intéressés à la détermination de méthodes
permettant de générer expérimentalement des nuages d'atomes denses. Le présent
chapitre, quant à lui, introduit les concepts théoriques permettant de décrire la diﬀu-
sion de la lumière par un milieu dense. Cette approche théorique est ensuite utilisée
dans les Chapitre 4 et Chapitre 5, qui regroupent les résultats expérimentaux ainsi
que leur comparaison avec les modèles décrits par le Chapitre présent.
Ce chapitre commence par une discussion qualitative permettant de présenter
l'interaction dipôle-dipôle résonante. Nous y aborderons le cas de deux atomes aﬁn
d'exposer les diﬀérents phénomènes physiques qui résultent de l'interaction entre
eux. Nous introduirons notamment l'échelle de Dicke qui permet de visualiser la mo-
diﬁcation des énergies propres d'un système atomique. Nous généraliserons ensuite
cette approche aux systèmes comportant un nombre arbitraire d'atomes. Dans un
second temps, nous présenterons l'approche théorique générale permettant d'étudier
la diﬀusion résonante de la lumière par un milieu dense. Ce modèle n'est pas soluble
analytiquement et est très lourd à résoudre numériquement pour des ensembles conte-
nant plus que quelques atomes. Nous présenterons donc plusieurs hypothèses qui nous
serviront à dériver deux modèles diﬀérents et plus simples. Ces deux modèles sont
référencés dans la littérature sous les noms de "modèle de l'atome à deux niveaux"
et "modèle de l'atome classique" (atome J = 0↔ J = 1 faiblement excité). Dans le
cadre du modèle de l'atome à deux niveaux nous dériverons, notamment, un modèle
de champ moyen dit modèle "Timed Dicke". Nous terminerons par une présentation
des valeurs propres de l'hamiltonien d'interaction aﬁn de visualiser son inﬂuence sur
les propriétés atomiques collectives.
3.1 Discussion qualitative
Considérons le cas de deux atomes a et b, à deux niveaux |f〉 pour l'état fonda-
mental et |e〉 pour l'état excité (voir Figure 3.1 a)). L'écart d'énergie entre ces deux
niveaux est ~ω0 et l'état excité se désexcite à un taux Γ. Ces deux atomes sont pla-
cés à une distance r l'un de l'autre. Lorsqu'aucune interaction n'intervient entre ces
deux atomes, l'énergie de la paire d'atomes est décrite par les quatre états d'énergies
représentés Figure 3.1 b). Les états |ef〉 et |fe〉, correspondant à la présence d'une
excitation sur l'un des deux atomes, sont dégénérés. Si l'on introduit l'interaction
dipôle-dipôle entre ces atomes, ce diagramme d'énergie est modiﬁé. Étudions ces mo-
diﬁcations.
Dans la base restreinte aux deux états contenant une excitation, l'hamiltonien de
cette interaction s'écrit :
Hdd = ~
(
0 Vdd
Vdd δ
)
, (3.1)
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où Vdd déﬁnit l'interaction entre les états |ef〉 et |fe〉, δ correspond à l'écart d'énergie
entre les états excités des atomes individuels, i.e δ 6= 0 si ωa0 6=ωb0. Nous considérons ici
le cas δ= 0, c'est-à-dire le cas où l'interaction dipôle-dipôle est résonante. L'introduc-
tion de cette interaction entre les atomes a pour eﬀet de lever la dégénérescence des
niveaux contenant une seule excitation. Deux nouveaux états sont ainsi créés, dit états
de Dicke |+〉= 1√
2
(|fe〉 + |ef〉) et |−〉= 1√
2
(|fe〉 − |ef〉) dont la diﬀérence d'énergie
est donnée par la diagonalisation de l'hamiltonien d'interaction : ∆E=±Vdd. L'in-
teraction Vdd∝ ~Γ(kr)3 pour kr 1 (voir détails plus loin), le déplacement des niveaux
d'énergies |+〉 et |−〉 dépend donc très fortement de la distance entre les atomes. Une
seconde conséquence de l'interaction entre les deux atomes est la modiﬁcation du taux
de désexcitation qui devient diﬀérent pour les deux états : Γ+ et Γ− (voir Figure 3.1
c)). L'état |+〉 est nommé état (ou mode) superradiant avec Γ+>Γ, c'est-à-dire que
cet état se désexcite plus rapidement qu'un atome isolé. L'état |−〉 est nommé état
(ou mode) sousradiant avec Γ−<Γ, il se désexcite moins rapidement qu'un atome
isolé (voir (Milonni et Knight, 1974; DeVoe et Brewer, 1996; Protsenko, 2006) pour
la dérivation de ces taux).
ω0
a) Atome à deux niveaux
ω0
b) Énergie des 2 atomes
ω0
c)
Énergie
Sans interaction Avec interaction dipôle-dipôle
Γ Γ Γ
Γ−
Γ+
Figure 3.1  a) Modèle d'un atome à deux niveaux |f〉 et |e〉 séparés d'une
énergie ~ω0. b) Échelle d'énergie de deux atomes à deux niveaux sans interaction.
Les niveaux d'énergie |ef〉 et |fe〉 sont dégénérés. c) Échelle d'énergie de deux
atomes à deux niveaux avec l'interaction dipôle-dipôle1. L'interaction entres les
atomes lève la dégénérescence, les nouveaux niveaux d'énergie sont les deux états
de Dicke : |+〉= 1√
2
(|fe〉+ |ef〉) et |−〉= 1√
2
(|fe〉 − |ef〉).
En envoyant un faisceau de lumière à la fréquence de la résonance atomique ω0,
sur ces deux atomes, il est possible d'avoir une signature de cette modiﬁcation du
diagramme d'énergie. En eﬀet, en présence d'interactions, le faisceau est hors de
résonance, la probabilité d'exciter le système est alors diminuée et la quantité de
lumière émise par le système atomique est donc modiﬁée. Cet eﬀet est l'analogue du
blocage de Rydberg observé avec deux atomes (Gaëtan, 2009; Urban et al., 2009).
1. En toute exactitude, il existe aussi un déplacement des niveaux |ff〉 et |ee〉. Cependant,
le terme de couplage étant très faible par rapport à l'écart en énergie, le déplacement induit est
négligeable pour toute l'étude du présent manuscrit.
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Si la fréquence du faisceau laser est balayée autour de la résonance atomique, il
est possible d'observer un élargissement de la résonance, voire de distinguer deux
résonances diﬀérentes si les atomes interagissent suﬃsamment, c'est-à-dire s'ils sont
suﬃsamment proches. Cette séparation en deux fréquences de résonances distinctes,
conséquence de l'interaction dipôle-dipôle, a été observée avec deux ions dont la
distance était contrôlée (DeVoe et Brewer, 1996) ou avec deux molécules (Hettich
et al., 2002).
On peut généraliser cette approche à N atomes à deux niveaux. En l'absence d'in-
teractions, le diagramme d'énergie consiste en N + 1 niveaux séparés d'une énergie
~ω0 (voir Figure 3.2 a)). Chacun de ces niveaux est dégénéré, sauf pour l'état fonda-
mental : |ff...f〉 et l'état totalement excité |ee...e〉 qui sont non dégénérés. Le premier
état excité est dégénéré N fois. En présence d'interactions, cette répartition est si-
gniﬁcativement modiﬁée. Les interactions dipôle-dipôle viennent, d'une part, lever la
dégénérescence des niveaux du système ainsi que, d'autre part, modiﬁer les taux de
désexcitations des nouveaux états propres. Comme pour le cas à deux atomes, en
balayant la fréquence d'un faisceau laser autour de la fréquence ω0, on peut mesurer
ce nouveau diagramme d'énergie. Notamment, la résonance collective est élargie. Un
ordre de grandeur de cet élargissement dans le cas où kr∼ 1 est donné par l'énergie
d'interaction ~Γ
(kr)3
≈ ~Γ. Les eﬀets attendus sont de l'ordre du doublement de la lar-
geur de la résonance pour kr∼ 1. Cet élargissement peut aussi être accompagné de
la suppression de l'excitation pour certaines fréquences du laser excitateur. Un eﬀet
analogue a été observé avec des atomes dans des états de Rydberg et est connu sous
le nom de blocage de Rydberg (voir par exemple (Comparat et Pillet, 2010)).
Nous avons, par diﬀérentes méthodes, cherché à mettre en évidence ces modiﬁca-
tions du diagramme d'énergie en nous servant d'un laser balayé en fréquence autour
de la résonance atomique, aﬁn de sonder ces nouvelles énergies propres en présence
d'interactions. Nous avons réalisé cette étude en regardant comment la lumière était
diﬀusée par le nuage atomique.
Figure 3.2  a) Échelle de Dicke
d'un ensemble de N atomes sans
interactions. Chaque niveau, excepté
les niveaux extrêmes, est dégénéré. Le
premier niveau excité est dégéneré N
fois. b) Échelle de Dicke d'un en-
semble de N atomes avec les inter-
actions dipôle-dipôle. Les dégénéres-
cences sont levées, et les nouveaux états
de Dicke ont des temps de vie qui sont
modiﬁés : Γ1 6= Γ2 6= Γ′1 6= Γ.
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La suite de ce chapitre présente un cadre théorique de l'étude de la diﬀusion
de la lumière. L'approche est dans un premier temps très générale, puis, au travers
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de plusieurs hypothèses, nous dériverons deux modèles plus simples. Cette approche
théorique sert de préambule à la présentation des diverses situations expérimentales
regroupées dans le Chapitre 4 et le Chapitre 5.
3.2 Modélisation quantique de N atomes à L niveaux
Le système que nous étudions correspond à un ensemble deN atomes interagissant
entre eux en présence d'un champ lumineux classique. Nous cherchons ici à dériver
l'équation d'évolution de la matrice densité atomique pour des atomes comportant
un nombre arbitraire de niveaux. Cette approche multi-niveaux est notamment dé-
veloppée dans l'article (Kiﬀner et al., 2010).
3.2.1 Description du système
On considère un système de N atomes identiques immobiles placés dans l'espace à
des positions rj avec j ∈ J1, NK interagissant avec un champ lumineux classique ainsi
qu'avec le champ du vide. Chaque atome possède L niveaux et on note |kj〉, le niveau
d'énergie Ek (k ∈ J1, LK) de l'atome j. Chaque atome possède donc D transitions
dont la diﬀérence d'énergie est ~ωi (i∈ J1, DK). La Figure 3.3 résume ces diﬀérentes
notations.
r1
r2
r3
r4
r5
r6
a) b) Atome "j"
ω7
ω8
ω9
r7
1
2
3
4
5
10
9
8
7
6
11
12
ω1
ω15
Figure 3.3  a) N=7 atomes dont les indices j ∈ J1, 7K sont répartis dans l'espace
et sont supposés immobiles. Ils sont soumis à un champ laser excitateur indui-
sant un rayonnement des atomes. b) Modèle d'un atome avec L=12 et quelques
ωi, ici i∈ J1, 15K.
À chaque transition i de l'atome j est associée une paire d'opérateurs montée et
descente (opérateurs pseudo-spin) : S(j)i+ et S
(j)
i− déﬁnis par :
S
(j)
i+ =
∣∣k(j)〉 〈l(j)∣∣ et S(j)i− = ∣∣l(j)〉 〈k(j)∣∣ , (3.2)
avec
∣∣k(j)〉, l'état excité et ∣∣l(j)〉, l'état fondamental de la transition i de l'atome j.
On suppose que les niveaux atomiques peuvent être divisés en deux groupes cor-
respondant à l'état fondamental ou à l'état excité. Les diﬀérents sous-niveaux sont,
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par exemple, les sous-niveaux Zeeman d'une transition hyperﬁne. On suppose que
les niveaux de chaque groupe sont quasi-dégénéré et qu'il n'existe pas de terme de
couplage entre les sous-niveaux d'un même groupe. La conséquence de ces hypothèses
est que l'on suppose :
(ωi − ωj)ω0 avec ω0 = 1
D
D∑
i=1
ωi . (3.3)
Prenons un atome de rubidium 87. Ces hypothèses reviennent à étudier, par
exemple, la transition D2 du rubidium entre les états hyperﬁns F = 2 et F ′= 3. Dans
ce cas, L= 7+5 = 12 niveaux et D= 15 (cette situation correspond à celle représentée
Figure 3.3 b)). La condition de séparation des niveaux en deux groupes est pleinement
remplie en l'absence de champ magnétique, électrique ou lumineux important.
3.2.2 Hamiltonien du système
Nous pouvons maintenant introduire l'hamiltonien complet du système, il com-
porte quatre parties (Guo et Cooper, 1995) :
H =Ha +Hc +Hca +Hia , (3.4)
Avec Ha qui décrit l'évolution libre des atomes, Hc l'hamiltonien du champ du
vide, Hca l'hamiltonien de couplage entre le champ de rayonnement et les atomes
et enﬁn Hia qui décrit l'interaction des atomes avec le champ lumineux incident
classique. Ces hamiltoniens sont décrits par :
• Ha l'hamiltonien des atomes libres :
Ha =
N∑
j=1
L∑
k=1
Ek
∣∣k(j)〉 〈k(j)∣∣ ; (3.5)
• Hc est l'hamiltonien du champ du vide, il est décrit par :
Hc =
∑
k,s
~ωka†k,sak,s , (3.6)
avec a†k,s et ak,s qui sont les opérateurs création et annihilation de photons dans
le mode du champ de vecteur d'onde k (voir Section 1.1.1) et de polarisation
k,s avec s∈{1, 2}.
• Hca décrit l'interaction entre le champ de radiation et les atomes. Il est donné
par (voir Équation 1.3) :
Hca =−
N∑
j=1
d(j) · E(rj) , (3.7)
où le moment dipolaire du j-ième atome d(j) est déﬁni par :
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d(j) =
D∑
i=1
(diS
(j)
i+ + h.c.) , (3.8)
où h.c est l'abréviation de hermitien conjugué. Les vecteurs di = 〈ei|D |gi〉 sont
les éléments de matrice de l'opérateur moment dipolaire entre les états fonda-
mental |gi〉 et excité |ei〉. L'opérateur champ électrique E(r) est déﬁni par :
E(r) = i
∑
k,s
√
~ωk
20v
k,sak,se
ikr + h.c. , (3.9)
où v est le volume de quantiﬁcation.
• Hia décrit l'interaction des atomes avec le champ lumineux incident traité de
façon classique. En utilisant l'approximation des ondes tournantes (voir Section
1.1.1), on obtient l'expression (Guo et Cooper, 1995) :
Hia =−
N∑
j=1
D∑
i=1
1
2
E
(
S
(j)
i+ (di · )ei(kL·rj−ωt) + S(j)i− (di · )∗e−i(kL·rj−ωt)
)
, (3.10)
avec E l'amplitude complexe du champ,  sa polarisation, ω sa pulsation et kL
son vecteur d'onde.
3.2.3 Dérivation de l'équation maîtresse
L'hamiltonien de l'Équation 3.4 comporte deux groupes d'hamiltoniens : d'un
côté,Ha etHc, qui décrivent l'atome et le champ et de l'autreHca etHia, qui décrivent
des interactions. Nous nous plaçons donc en représentation d'interaction pour traiter
ce problème. Dans ce cadre, on déﬁnit l'équation d'évolution de la matrice densité
totale grâce à l'équation de Von Neumann :
d
dt
ρI(t) =− i
~
[
HI(t), ρI(t)
]
(3.11)
avec HI(t) = e
i
~ (Ha+Hc)t(Hca +Hia)e
− i~ (Ha+Hc)t , (3.12)
où l'indice I indique que le traitement se fait en représentation d'interaction.
Cette équation n'est pas intégrable directement en raison du nombre de degrés de
liberté des modes du champ de rayonnement, qui est inﬁni. Dans notre cas, nous nous
intéressons à l'évolution de la matrice densité atomique, nous allons donc eﬀectuer
une trace sur les degrés de liberté du champ : ρa =Trc[ρI ]. Par ailleurs, nous allons
eﬀectuer deux approximations pour simpliﬁer la résolution de ce problème. La pre-
mière consiste à supposer que les termes de couplage de l'atome avec le champ du vide
d'ordres supérieurs ou égaux à deux sont négligés. Cette approximation est connue
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sous le nom d'approximation de Born et consiste mathématiquement à considérer
uniquement les termes de l'ordre le plus bas dans Hca et Hia (Kiﬀner et al., 2010). La
seconde approximation consiste à supposer que le temps de corrélation du champ est
très inférieur au temps d'évolution des propriétés atomiques : τcTA = 1/Γ. Cette
approximation est connue sous le nom d'approximation de Markov. Elle est bien
réalisée dans les systèmes que l'on étudie pour deux raisons : les temps optiques
sont de l'ordre de 10−15 s alors que les temps atomiques de l'ordre de 10−9 s d'une
part, et d'autre part parce que la taille des systèmes que l'on étudie est très petite :
Rtot/cTA.
On suppose par ailleurs que le volume de quantiﬁcation v est suﬃsamment grand
pour que l'on puisse remplacer la sommation sur les vecteurs d'ondes k,s par une
intégration sur les fréquences des photons ainsi que par l'angle solide Ωk :∑
k,s
→ v
(2pic3)
∫ +∞
−∞
ω2kdωk
∫
dΩk
∑
s
, (3.13)
où on a étendu l'intégration sur les fréquences à −∞ pour compenser l'erreur intro-
duite lors de l'utilisation de l'approximation des ondes tournantes (Guo et Cooper,
1995). À partir de ces approximations et après calculs (Kiﬀner et al., 2010), il est
possible de réécrire l'équation maîtresse sous la forme :
d
dt
ρa =− i~
[
Ha +HΩ +H
′
ia, ρa
]
+ L[ρa] , (3.14)
où HΩ décrit les déplacements des niveaux d'énergie induits par l'interaction dipôle-
dipôle :
HΩ =−~
N∑
j,j′=1
j 6=j′
D∑
i,i′
Ωjj
′
ii′ S
(j)
i+ S
(j′)
i′− . (3.15)
Le paramètre Ωjj
′
ii′ décrit la partie cohérente de l'interaction dipôle-dipôle et il est
déﬁni par :
Ωjj
′
ii′ =
3
4
√
ΓiΓi′
|di| |di′ |
{
(|di · di′|)
[
(
1
η
− 1
η3
) cos η − 1
η2
sin η
]
−
(di ·Rjj′) (d∗i ·Rjj′)
R2jj′
[(
1
η
− 3
η3
)
cos η − 3
η2
sin η
]}
, (3.16)
avec η= kRjj′ = k |Rj −Rj′ |, les Γi sont les taux de relaxation des transitions i :
Γi =
ω30d
2
i
3pi0~c3
. (3.17)
L'hamiltonien H
′
ia décrit le couplage entre les atomes et le champ classique inci-
dent exprimé sous une nouvelle forme :
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H
′
ia =−
N∑
j=1
D∑
i=1
1
2
E
(
S
(j)
i+ (di · )ei(kL·rj−(ω−ω0)t) + S(j)i− (di · )∗e−i(kL·rj−(ω−ω0)t)
)
.
(3.18)
Le dernier terme L[ρa], connu sous le nom d'opérateur de Lindblad, décrit la
modiﬁcation de la relaxation par émission spontanée en présence des interactions
dipôle-dipôle :
L[ρa] =
N∑
j=1
D∑
i,i′=1
Γii′
2
(
2S
(j)
i′−ρaS
(j)
i+ − S(j)i+ S(j)i′−ρa − ρaS(j)i+ S(j)i′−
)
+
N∑
j,j′=1
j 6=j′
D∑
i,i′=1
Γjj
′
ii′
2
(
2S
(j)
i′−ρaS
(j′)
i+ − S(j)i+ S(j
′)
i′− ρa − ρaS(j)i+ S(j
′)
i′−
)
. (3.19)
Cette expression de la relaxation du système se décompose en deux parties. La pre-
mière décrit l'émission spontanée des atomes individuels, où on a déﬁni le taux de
relaxation croisé entre la transition i et i′ d'un même atome par :
Γii′ =
√
ΓiΓi′
didi′
didi′
. (3.20)
La seconde partie de l'expression de l'équation 3.19 décrit la modiﬁcation du taux
d'émission spontanée en raison de la présence des autres atomes :
Γjj
′
ii′ =
3
2
√
ΓiΓi′
|di| |di′ |
{
(|didi′ |)
[(
1
η
− 1
η3
)
sin η +
1
η2
cos η
]
−
(diRjj′) (d
∗
iRjj′)
R2jj′
[(
1
η
− 3
η3
)
sin η +
3
η2
cos η
]}
. (3.21)
Ces Γjj
′
ii′ peuvent être interprétés comme les taux de désexcitation collectifs.
Nous avons obtenu l'équation maîtresse 3.14 dans un cas très général. Elle per-
met d'obtenir l'évolution des propriétés atomiques et ce quel que soit le nombre de
niveaux impliqués tant que les atomes étudiés restent immobiles. Cette équation est
valable quel que soit le champ incident classique. En particulier, nous n'avons pas
fait d'hypothèse sur l'intensité lumineuse.
L'hamiltonien de l'équation maîtresse 3.14 nous renseigne sur les énergies propres
du système, mais n'apporte aucune information sur la modiﬁcation des durées de vie
des modes propres du système. Aﬁn d'introduire l'émission spontanée dans l'hamilto-
nien, nous allons donc maintenant introduire un hamiltonien eﬀectif non-hermitien.
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3.2.4 Hamiltonien eﬀectif
L'Équation 3.14 comporte deux parties. La première comprend l'hamiltonien du
système et la seconde, l'opérateur de Lindblad, contient les taux de désexcitation du
système atomique. Déterminer les valeurs propres et les vecteurs propres de l'hamil-
tonien permet d'obtenir les nouveaux états propres du système en interaction ainsi
que leur énergie, cependant, il ne donne aucune information sur la modiﬁcation des
durées de vie de ces états. Pour cette raison, une approche consistant en un hamilto-
nien eﬀectif non-hermitien peut être employée aﬁn d'introduire l'émission spontanée
dans l'hamiltonien. Cette approche est suivie par de nombreux auteurs, par exemple
récemment (Guo et Cooper, 1995; Akkermans, Gero, et Kaiser, 2008).
On se place en représentation d'interaction pour le champ :
ρ= ei∆tρae
−i∆t . (3.22)
On déﬁnit alors l'hamiltonien eﬀectif suivant :
Heff =Ha +HΩ +H
′
ia − i~
N∑
j=1
D∑
i,i′=1
Γii′
2
S
(j)
i+ S
(j)
i′− − i~
N∑
j,j′=1
j 6=j′
D∑
i,i′=1
Γjj
′
ii′
2
S
(j)
i+ S
(j′)
i′− , (3.23)
que l'on exprime sous sa forme générale :
Heff =
N∑
j=1
D∑
i=1
~(−∆− iΓ2
)
S
(j)
iz −
1
2
E
(
S
(j)
i+ (di · )ei(kL·rj) + h.c
)
+ ~
N∑
j′=1
j 6=j′
D∑
i′=1
i 6=i′
Υjj
′
ii′ S
(j)
i+ S
(j′)
i′−
 ,
(3.24)
où on a noté Υjj
′
ii′ =−(Ωjj
′
ii′ + i
Γjj
′
ii′
2
) et S(j)iz =S
(j)
i+ S
(j)
i− . L'équation maîtresse prend alors
la forme :
d
dt
ρ=− i
~
(
Heffρ− ρH†eff
)
+
N∑
j=1
D∑
i,i′=1
Γii′S
(j)
i− ρS
(j)
i′+ +
N∑
j,j′=1
j 6=j′
D∑
i,i′=1
Γjj
′
ii′ S
(j)
i− ρS
(j′)
i′+ . (3.25)
Les valeurs propres de l'hamiltonien eﬀectif Heff contiennent les temps de vie
des diﬀérents états du système ainsi que leur énergie. Il faut faire attention lors
de l'utilisation de cette matrice non-hermitienne car les états propres du système
sont non-orthogonaux, ce qui rend les interprétations physiques sur les modes assez
délicates (Skipetrov et Goetschy, 2011).
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3.2.5 Conclusion sur l'approche théorique de N atomes à L
niveaux
Nous avons dérivé l'équation maîtresse générale (Équation 3.14) d'un ensemble
de N atomes possédant chacun L niveaux et ce, en présence des interactions dipôle-
dipôle. Nous avons aussi introduit l'hamiltonien eﬀectif 3.24 permettant d'incorporer
les durées de vie des états propres du système dans l'hamiltonien. Cet hamiltonien
nous sera utile dans la suite de ce chapitre.
Il est possible de se servir de l'équation 3.14 pour étudier la diﬀusion de la lumière
par un nuage d'atomes froids de rubidium dont la fréquence du faisceau incident
est proche de la résonance entre les états (52S1/2, F = 2)↔ (52P3/2, F ′= 3). Dans ce
cas, la matrice densité étudiée est une matrice 12N × 12N . Bien que ce calcul soit
intégralement soluble numériquement par les ordinateurs dont nous disposons pour
N ≈ 3, 4, le cas d'un nuage dense comportant plusieurs centaines d'atomes ne semble
par contre pas abordable.
Nous allons donc eﬀectuer des approximations aﬁn de simpliﬁer le problème et
donc ces équations. La première approximation qu'il est possible de faire consiste
à limiter l'étude au cas où les atomes sont faiblement excités. Cette approximation
n'apporte pas de diﬃculté expérimentale spéciﬁque. Une seconde approximation cou-
ramment pratiquée consiste à limiter le nombre de niveaux atomiques pris en compte
dans le calcul. Nous avons étudié deux types de systèmes atomiques : le premier avec
des atomes à deux niveaux (voir Section 3.3) et le second avec des atomes classiques
(voir Section 3.4).
3.3 Approximation d'atomes à deux niveaux
L'une des approximations couramment pratiquée pour réaliser l'étude de la diﬀu-
sion de la lumière est l'approximation d'un atome à deux niveaux (Svidzinsky, Chang,
et Scully, 2010; Akkermans, Gero, et Kaiser, 2008). Bien qu'il soit possible, dans cer-
tains cas expérimentaux, d'avoir un véritable système à deux niveaux, l'atome que
nous étudions possède cinq niveaux dans le fondamental et sept excités. Pour cette
raison, considérer un atome à deux niveaux consiste en une approximation dans notre
cas. Cette approximation est réalisée dans l'optique de limiter le nombre d'équations
à résoudre.
Pour dériver les équations du comportement atomique dans cette approximation,
nous partons du traitement général eﬀectué Section 3.2 pour des systèmes de taille
arbitraire. Dans le cadre de l'approximation, nous commençons par expliciter l'équa-
tion maîtresse, puis l'hamiltonien eﬀectif. Nous étudierons ensuite deux restrictions :
le cas d'une faible excitation du nuage atomique puis nous proposons une approxi-
mation permettant de réduire un système atomique complexe à un système à deux
niveaux. Les diﬀérentes équations sont écrites sous leur forme usuelle présente dans
la littérature (Guo et Cooper, 1995; Svidzinsky, Chang, et Scully, 2010; Akkermans,
Gero, et Kaiser, 2008).
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3.3.1 Équation maîtresse à deux niveaux
On considère donc un ensemble de N atomes à deux niveaux : l'état fondamental
s'écrit |f〉= |J = 0,mf = 0〉 et l'état excité peut être choisi parmi les trois états sui-
vants : |e〉= |J = 1,me = 0,±1〉. Ici, J représente le moment angulaire total de l'atome
et m est sa projection sur l'axe de quantiﬁcation, qui est l'axe z. Le dipôle atomique
peut être orienté suivant les trois vecteurs de la base (en fonction de la valeur de me
choisie) :
e0 = 0 (3.26)
e±=∓ 1√
2
(x± iy) (3.27)
On va travailler à partir de l'Équation 3.14. On se place en représentation d'interaction
pour le champ :
ρ= ei∆tρae
−i∆t , (3.28)
où on a utilisé le désaccord entre la fréquence du champ lumineux incident et la
résonance atomique : ∆ =ω − ω0. L'Équation 3.14 se simpliﬁe alors suivant (Guo et
Cooper, 1995) :
d
dt
ρ=− i
~
[H, ρ] + Γ
N∑
j=1
(
S
(j)
− ρS
(j)
+ −
1
2
S
(j)
+ S
(j)
− ρ−
1
2
ρS
(j)
+ S
(j)
−
)
+
Γ
N∑
j,j′=1
j 6=j′
γjj
′
(
S
(j)
− ρS
(j′)
+ −
1
2
S
(j′)
+ S
(j)
− ρ−
1
2
ρS
(j′)
+ S
(j)
−
)
, (3.29)
avec :
H =
N∑
j=1
(
−~∆S(j)+ S(j)− +
~Ω
2
(
S
(j)
+ e
ikL·rj + h.c
))
− ~Γ
2
N∑
j′=1
j′ 6=j
vjj
′
S
(j)
+ S
(j′)
− , (3.30)
où Ω =− (d·)E~ est la fréquence de Rabi et  déﬁnit la polarisation du laser incident.
Les paramètres γjj
′
et vjj
′
sont déﬁnis par :
γjj
′
=
3
2
[
pjj′
sin(kRjj′)
kRjj′
− qjj′
(
sin(kRjj′)
(kRjj′)3
− cos(kRjj′)
(kRjj′)2
)]
vjj
′
=
3
2
[
pjj′
cos(kRjj′)
kRjj′
− qjj′
(
cos(kRjj′)
(kRjj′)3
+
sin(kRjj′)
(kRjj′)2
)]
, (3.31)
les paramètres pjj′ et qjj′ dépendent du type de transition choisie ∆m= 0,±1 :
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∆m= 0 : pjj′ = sin
2 θjj′ , qjj′ = 3 cos
2 θjj′ − 1
∆m=±1 : pjj′ = 1
2
(1 + cos2 θjj′), qjj′ =
1
2
(1− 3 cos2 θjj′) , (3.32)
où cos θjj′ = zrjj′ .
L'équation maîtresse 3.29 à deux niveaux permet d'étudier un système atomique
en calculant les diﬀérents éléments de la matrice densité. Comme lors de l'étude du
cas général, nous allons maintenant introduire un hamiltonien eﬀectif (voir Section
3.3.2) qui nous servira à étudier le cas d'une faible excitation (voir Section 3.3.3).
3.3.2 Hamiltonien eﬀectif
L'Équation 3.29 comporte deux parties, la première comprend l'hamiltonien du
système et la seconde contient les taux de désexcitation du système atomique. Comme
présenté précédemment, nous allons maintenant introduire la durée de vie des états
dans l'hamiltonien. Cette approche est poursuivie par de nombreux auteurs (Guo et
Cooper, 1995; Akkermans, Gero, et Kaiser, 2008).
On déﬁnit donc l'hamiltonien eﬀectif, non-hermitien suivant :
Heff =H − i~Γ
2
N∑
j=1
S
(j)
+ S
(j)
− − i
~Γ
2
N∑
j,j′=1
j 6=j′
γjj
′
S
(j)
+ S
(j′)
− . (3.33)
L'équation maîtresse prend alors la forme :
d
dt
ρ=− i
~
(
Heffρ− ρH†eff
)
+ LHeff [ρ] , (3.34)
LHeff [ρ] = Γ
N∑
j=1
S
(j)
− ρS
(j)
+ + Γ
N∑
j,j′=1
j 6=j′
γjj
′
S
(j)
− ρS
(j′)
+ . (3.35)
Les valeurs propres de l'hamiltonien eﬀectif Heff contiennent les temps de vie des
diﬀérents états du système ainsi que leur énergie. Comme mentionné Section 3.2.4,
les états propres de l'hamiltonien eﬀectif non-hermitien sont non-orthogonaux.
3.3.3 Cas d'une faible excitation : équation des dipôles couplés
à deux niveaux
On souhaite écrire l'Équation maîtresse 3.29 sous la forme d'une équation de
Schrödinger. Cette réécriture permet de dériver des équations d'évolutions des di-
pôles atomiques couplés plus simples, sans qu'une évaluation complète de la matrice
densité ne soit nécessaire. Pour cela, nous devons limiter notre étude aux cas des
faibles excitations des atomes. Expérimentalement, cette contrainte se traduit par
l'utilisation d'un faisceau excitateur incident de faible saturation.
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On suppose dans la suite que le faisceau lumineux incident permet d'exciter au
plus un atome et donc que la majeure partie des atomes est dans l'état fondamental.
On écrit l'état du nuage sous la forme :
|ψ〉= |f..f〉+
N∑
j=1
βj |f..fejf..f〉 , (3.36)
où les |βj| 1, ce qui justiﬁe le coeﬃcient unitaire placé devant l'état fondamental.
Dans la suite on note : |f..f〉= |F 〉 et |f..fejf..f〉= |ej〉.
On peut calculer la matrice densité associée à cet état : ρ= |ψ〉 〈ψ| que l'on évalue
dans l'Équation 3.29. On a :
ρ= |F 〉 〈F |+
N∑
j=1
β∗j |F 〉 〈ej|+
N∑
j=1
βj |ej〉 〈F |+
N∑
j=1
|βj|2 |ej〉 〈ej| . (3.37)
Dans un premier temps, on évalue la forme de Lindblad 3.35 avec cet état :
S
(j)
− ρS
(j)
+ = (11−j ⊗ |fj〉 〈ej|) ρ (11−j ⊗ |ej〉 〈fj|) = |βj|2 |F 〉 〈F |
S
(j)
− ρS
(j′)
+ = βjβ
∗
j′ |F 〉 〈F | , (3.38)
où on a utilisé la notation 11−j qui indique un opérateur unité qui agit sur tout l'es-
pace, excepté celui engendré par les vecteurs de l'atome j. Ces deux contributions
font intervenir les coeﬃcients (βj)2 qui sont négligés ici (βj 1). On peut donc né-
gliger l'opérateur de Lindblad dans son ensemble et écrire l'équation de Schrödinger
suivante :
i~
d |ψ〉
dt
=Heff |ψ〉 . (3.39)
On réécrit l'hamiltonien eﬀectif déﬁni Équation 3.33 suivant :
Heff =
N∑
j=1
−~(∆ + iΓ2
)
S(j)z +
~Ω
2
(
S
(j)
+ e
ikL·rj + h.c
)
+
~Γ
2
N∑
j′=1
j 6=j′
V jj
′
S
(j)
+ S
(j′)
−
 ,
(3.40)
où on a noté V jj
′
=−(vjj′+iγjj′) et S(j)z =S(j)+ S(j)− . Il est alors possible d'écrire l'équa-
tion d'évolution sur les βj qui sont reliés aux dipôles atomiques par dj = 〈e|D |g〉 βj
où D est l'opérateur moment dipolaire (Kiﬀner et al., 2010) :
iβ˙j =−
(
∆ + i
Γ
2
)
βj +
Ω
2
eikL·rj +
Γ
2
N∑
j′=1
j′ 6=j
V jj
′
βj′ . (3.41)
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On résout aisément cette équation de dipôles couplés (taille du système à résoudre
2N × 2N) pour des nuages comprenant jusqu'à quelques centaines d'atomes placés
aléatoirement dans un volume donné. Nous avons réalisé cette simulation numérique
dans diverses situations expérimentales dans les Chapitres 4 et 5.
3.3.4 Réduction de la sous-structure Zeeman : approximation
par une transition moyenne
La réduction, théorique, d'un atome possédant L niveaux à un système à deux
niveaux induit la question de la façon dont est prise en compte sa structure dans les
propriétés de l'atome à deux niveaux équivalent. La diﬃculté est double : elle pro-
vient des diﬀérents facteurs de Clebsch-Gordan dans la force des interactions entre
les atomes ainsi que des diﬀérentes polarisations possibles des transitions qui sont
réduites en une seule. En eﬀet, quand deux atomes interagissent, la force du couplage
entre ces atomes dépend des coeﬃcients de Clebsch-Gordan des transitions considé-
rées ainsi que de leurs polarisations.
Comment moyenner ?
Expérimentalement, nous étudions la transition entre les sous-états Zeeman du
niveau (52S1/2, F = 2) et du niveau (52P3/2, F ′= 3). L'état fondamental possède cinq
sous-niveaux Zeeman et le niveau excité sept sous-niveaux. Les coeﬃcients de Clebsch-
Gordan des quinze transitions possibles sont très diﬀérents (voir Annexe A). Par
ailleurs, ces quinze transitions se divisent en trois groupes de polarisations diﬀérentes
(σ+, pi, σ−) contenant chacun cinq transitions.
La méthode que nous proposons est la suivante. L'interaction entre deux atomes
s'eﬀectue par le terme de couplage Υjj
′
ii′ de l'équation 3.24 que l'on réécrit ici suivant
la forme :
Υjj
′
ii′ =−
3
√
ΓiΓi′
4
eiη
[
pjj′
η
+ qjj′
(
i
η2
+
1
η3
)]
, (3.42)
où les paramètres η, pjj′ et qjj′ sont ceux déﬁnis précédemment. Les indices i et i'
correspondent aux diﬀérentes transitions d'un atome. pjj′ et qjj′ dépendent de la
polarisation considérée.
La réduction d'une structure complexe vers un atome à deux niveaux, que nous
proposons, s'articule autour de deux approximations. Tout d'abord, notre modèle à
deux niveaux moyens suppose que les dipôles sont circulaires σ+. Or, les transitions
de l'atome de rubidium possèdent les trois polarisations possibles : (σ+, pi, σ−). Nous
calculons donc la moyenne angulaire des diagrammes de rayonnement des diﬀérentes
polarisations que nous comparons à celle d'un dipôle circulaire σ+. La rapport entre
ces valeurs donne les facteurs dont nous nous servons pour moyenner sur les transi-
tions atomiques. La seconde approximation concerne le facteur de couplage moyen
de la transition, qui est pris comme une moyenne des coeﬃcients de Clebsch-Gordan
sur les diﬀérentes transitions.
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Moyenne sur les polarisations
Calculons la moyenne angulaire intégrée dans l'espace des
∣∣∣Υjj′ii′ ∣∣∣ pour chaque
polarisation. Cette moyenne angulaire s'exprime par :
<
∣∣∣Υjj′ii′ ∣∣∣>= 14pi
2pi∫
0
pi∫
0
∣∣∣Υjj′ii′ ∣∣∣ sin(θ)dθdφ (3.43)
On a Υjj
′
ii′ qui dépend de θ suivant les paramètres pjj′ et qjj′ . Ces deux paramètres
dépendent aussi de la polarisation considérée. On rappelle ici ces dépendances : pour
une transition ayant ∆m= 0,±1 :
∆m= 0 : pjj′ = sin
2 θjj′ , qjj′ = 3 cos
2 θjj′ − 1
∆m=±1 : pjj′ = 1
2
(1 + cos2 θjj′), qjj′ =
1
2
(1− 3 cos2 θjj′) , (3.44)
où cos θjj′ = zrjj′ (voir Section 3.3.1). On a, après intégration :
<
∣∣∣Υjj′ii′ ∣∣∣>= √ΓiΓi′2 23η pour ∆m=±1 (3.45)
<
∣∣∣Υjj′ii′ ∣∣∣>= √ΓiΓi′2 13η pour ∆m= 0 . (3.46)
L'amplitude de l'interaction dans le cas de deux dipôles circulaires σ+ ou σ− est le
double de celle correspondant à deux dipôles polarisés pi. Par ailleurs, le couplage
entre deux transitions de polarisations diﬀérentes, intégré sur tout l'espace, est nul.
Moyenne sur les coeﬃcients de Clebsch-Gordan
La seconde approximation que nous eﬀectuons consiste à réduire les diﬀérentes
transitions de chaque polarisation vers une seule transition moyenne. Cette somma-
tion est celle qui s'eﬀectue sur les ΓiΓi′ de même polarisation. On a donc la moyenne
qui s'eﬀectue sur les coeﬃcients de Clebsch-Gordan couplés pour chaque type de
transition, ce qui donne pour les transitions entre les sous-états Zeeman du niveau
(52S1/2, F = 2) et du niveau (52P3/2, F ′= 3) du Rb87 :
b1 = b−1 =
∑
i
ΓiΓi′ =
1
25
(
1 +
√
2
3
+
√
2
5
+
√
1
5
+
√
1
15
)2
∼ 0.40 pour ∆m=±1
(3.47)
b0 =
∑
i
ΓiΓi′ =
1
25
(√
1
3
+
√
8
15
+
√
3
5
+
√
8
15
+
√
1
3
)2
∼ 0.46 pour ∆m= 0 ,
(3.48)
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où la normalisation par le facteur 25 correspond au nombre de couples de transitions
possibles par polarisation.
On obtient donc le facteur global de réduction de l'amplitude de l'interaction
entre des atomes à deux niveaux moyennant la sous-structure Zeeman (en prenant en
compte le facteur 2 lié à la polarisation calculé lors de la moyenne les polarisations) :
Υjj
′
ii′ →
1
3
(0.40 +
0.46
2
+ 0.4)Υjj
′ ∼ 0.34Υjj′ . (3.49)
Ce facteur de réduction n'est pas négligeable, puisqu'il indique qu'il faut réduire
la force de l'interaction entre deux atomes à deux niveaux d'un facteur ∼ 3, si l'on
souhaite modéliser un atome de Rb87 entre les états (52S1/2, F = 2) et (52P3/2, F ′= 3).
3.3.5 Approximation de champ moyen ("Timed Dicke")
L'approximation "Timed Dicke" est une approximation de champ moyen qui a
été introduite par (Scully et al., 2006) et qui est couramment utilisée dans le cadre
de l'étude de la diﬀusion de la lumière par des nuages denses (Scully, 2007; Svid-
zinsky, Chang, et Scully, 2010; Courteille et al., 2010; Bienaimé et al., 2013). Cette
approximation consiste à remplacer l'amplitude des dipôles individuels βj par un
dipôle moyen βTD. Cette approximation s'exprime par :
βj ≈ eikL·rjβTD . (3.50)
Cette approximation revient à considérer que tous les dipôles ont une amplitude iden-
tique et que seule leur phase diﬀère et correspond à celle du laser excitateur. Elle n'est
donc valable que pour de très faibles modiﬁcations des dipôles par les champs rayon-
nés par les autres dipôles. Cette approximation permet de simpliﬁer signiﬁcativement
la résolution du problème. En eﬀet, il n'y a plus qu'une seule inconnue à déterminer :
la valeur de βTD.
Aﬁn de d'établir l'équation d'évolution de βTD, on utilise l'Équation 3.41, dans
laquelle on eﬀectue l'approximation de l'Équation 3.50. Après une sommation sur
tous les atomes j, on obtient l'équation :
iβ˙TD =−
(
∆ + i
Γ
2
)
βTD +
Ω
2
+
Γ
2N
N∑
j,j′=1
j′ 6=j
V jj
′
eik·(rj′−rj)βTD , (3.51)
que l'on réécrit sous la forme :
iβ˙TD =−
(
(∆− Lc) + iΓc
2
)
βTD +
Ω
2
, (3.52)
où on a déﬁni les paramètres :
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Γc = Γ
1− 1N Im
 N∑
j,j′=1
j 6=j′
V jj
′
ek·(rj′−rj)

 (3.53)
Lc =
Γ
2N
Re
 N∑
j,j′=1
j 6=j′
V jj
′
ek·(rj′−rj)
 (3.54)
Comme attendu, l'Équation 3.52 a l'avantage d'avoir une seule inconnue : βTD. De
plus, il existe une solution analytique dans de nombreux cas, par exemple dans le
régime stationnaire ou encore dans le cas d'une d'excitation rectangulaire. Nous allons
maintenant détailler ces deux solutions car elles correspondent aux cas expérimentaux
que nous avons mis en ÷uvre dans les chapitres 4 et 5.
Cas du régime stationnaire
Dans le cas du régime stationnaire, l'Équation 3.51 se résout très facilement, on
obtient alors :
βTD =
Ω
2(∆− Lc) + iΓc . (3.55)
Ce cas est le plus simple à interpréter. En eﬀet, la résonance du système atomique
en interaction présente une forme de lorentzienne dont la largeur est modiﬁée en Γc
et son centre est déplacé de Lc.
Cas d'une excitation rectangulaire
On suppose ici une excitation de forme rectangulaire avec Ω(t) = Ω0 pour t∈ [0, T ]
et Ω(t) = 0 sinon. On peut aussi dans ce cas résoudre l'Équation 3.52. On obtient pour
t∈ [0, T ] :
βTD =
Ω
2(∆− Lc) + iΓc (1− e
(i(∆−Lc)−Γc2 )t) , (3.56)
et pour t≥T :
βTD =
Ω
2(∆− Lc) + iΓc (1− e
(i(∆−Lc)−Γc2 )T )e(i(∆−Lc)−
Γc
2
)t , (3.57)
Cette équation fait apparaître plusieurs éléments. Tout d'abord, pour t∈ [0, T ], on
remarque que le temps d'établissement du régime permanent Γ−1c dépend des inter-
actions. L'observation des eﬀets collectifs peut donc s'eﬀectuer à partir du signal
temporel. De plus, on remarque que lorsque le faisceau excitateur est éteint, le temps
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de décroissance du signal dépend de ce même temps Γ−1c . L'observation d'une mo-
diﬁcation de la décroissance du signal temporel émis par les atomes constitue donc
aussi une signature de la présence d'eﬀets collectifs dans le nuage atomique.
L'approximation d'un atome à deux niveaux est une approximation couramment
utilisée aﬁn de simpliﬁer l'étude d'un atome plus complexe. Dans certains cas, il peut
être plus adapté de modéliser l'atome par un atome classique. Nous avons donc, en
parallèle de l'étude avec un atome à deux niveaux, réalisé une modélisation classique
qui est détaillée dans la Section 3.4.
3.4 Modélisation du système par des dipôles clas-
siques
Sous une faible excitation, l'étude de la diﬀusion de la lumière par un nuage
dense peut être traitée de façon classique en modélisant les atomes par des dipôles
oscillants classiques. Dans ce cadre, les dipôles sont vectoriels : dj = (dj,x, dj,y, dj,z).
Cette modélisation est couramment employée (voir notamment : (Sokolov et al., 2013;
Chomaz et al., 2012; Sokolov et al., 2009)) car elle permet de modéliser des atomes
plus complexes que des atomes à deux niveaux tout en maintenant la résolution
numérique des équations réalisable. Par ailleurs, cette approche permet de prendre
en compte les eﬀets liés à la polarisation dans les interactions entre les atomes. Toute
l'étude présentée ci-dessous peut aussi être dérivée à partir d'un atome quantique
(J = 0↔ J = 1) dans la limite de faible excitation (voir (Chomaz et al., 2012)). Les
diﬀérentes équations sont écrites sous leur forme usuelle présente dans la littérature.
3.4.1 Équation des dipôles couplés classiques
Le traitement qui suit est présenté comme un traitement classique de la diﬀusion
de la lumière. Comme pour le cas d'un atome à deux niveaux présenté précédemment,
l'utilisation de l'équation maîtresse générale 3.14, dans le cas d'une faible excitation
des atomes, permettrait de retrouver les équations dérivées dans cette section.
On suppose donc un ensemble de dipôles classiques dj soumis à un champ incident
de faible saturation. Ce champ excitateur va induire un rayonnement des dipôles qui
viendront interagir avec leurs voisins. D'après le principe de superposition, le champ
vu par un atome est donc la somme du champ incident et de celui rayonné par
les N − 1 autres atomes du nuage. Tous les rayonnements sont calculés à partir
de l'électromagnétisme classique. On obtient donc les équations des dipôles couplés
suivantes (Chomaz et al., 2012) :
id˙j,α =
(
−∆− iΓ
2
)
dj,α −
N∑
j′=1
j′ 6=j
∑
α′=
(x,y,z)
gα,α′(krjj′)dj′,α′ − q
2
2mω0
ELe
ikzj , (3.58)
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avec :
gα,α′(u) =
3Γ
4
eiu
u3
[
(u2 + iu− 1)δα,α′ + (3− 3i− u2)uαuα′
u2
]
. (3.59)
Les 3N équations 3.58 permettent de calculer les composantes de chaque dipôle et
donc de déterminer les propriétés de diﬀusion de la lumière par des atomes en inter-
actions. L'interprétation physique de cette équation est assez simple : chaque dipôle
est soumis à la somme du champ rayonné par les autres atomes (partie comportant
les dj′,α′) ainsi que par celui du champ incident (partie comprenant le champ EL).
3.4.2 Réduction de la sous-structure Zeeman : approximation
par des transitions moyennes
Expérimentalement, nous étudions la transition entre les sous-états Zeeman du
niveau (52S1/2, F = 2) et du niveau (52P3/2, F ′= 3). Nous proposons ici de réduire
cette sous-structure complexe de quinze transitions au système classique proposé ci-
dessus, en eﬀectuant une modiﬁcation de l'amplitude des interactions entre les atomes
par une moyenne sur les coeﬃcients de Clebsch-Gordan comme déjà proposé Section
3.3.4 pour la réduction à un système à deux niveaux. L'atome est ici modélisé par
un dipôle classique reprenant donc les trois polarisations possibles des transitions
atomiques (σ+, pi, σ−). Nous proposons donc, d'eﬀectuer la moyenne des coeﬃcients
de Clebsch-Gordan pour chaque polarisation possible et de modiﬁer l'amplitude des
interactions entre les atomes par ce facteur.
On reprend les calculs eﬀectués pour la modélisation par un atome à deux niveaux.
On a donc les moyennes des coeﬃcients de Clebsch-Gordan qui sont données par les
Équations 3.47 et 3.48, que l'on applique directement ici pour l'atome classique. Les
polarisations possibles pour le dipôle classique sont ici notées x, y, z, on utilise les
facteurs b1, b−1 et b0 déﬁnis Section 3.3.4. On a pour les diﬀérents axes :
bx = (b1 + b−1)/2∼ 0.4 (3.60)
by = (b1 + b−1)/2∼ 0.4 (3.61)
bz = b0∼ 0.46 (3.62)
ce qui nous permet de proposer le nouveau facteur de couplage entre les atomes :
gα,α′→ gα,α′,app =
√
bαbα′gα,α′ (3.63)
La prise en compte de la sous-structure Zeeman implique, là aussi, une diminution
globale de la force des interactions entre les atomes via les coeﬃcients bα< 1.
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3.5 Résumé et validité des diﬀérents modèles
3.5.1 Résumé des diﬀérents modèles
Les diﬀérents modèles appliqués sur la transition du 87Rb entre les états (52S1/2, F =
2) et (52P3/2, F ′= 3) avec les approximations utilisées pour les dériver sont résumés
dans le Tableau 3.1.
Modèle Taille du système Approximation Transition Champ moyen
à calculer faible excitation moyenne
Matrice densité totale 12N × 12N non non non
Matrice densité (2 niveaux) 2N × 2N non non non
Dipôles couplés (2 niveaux) N ×N oui non non
Dipôles couplés (2 niveaux) N ×N oui oui non
(transition moyennée)
Timed Dicke 1 oui oui oui
Dipôles couplés (classiques) 3N × 3N oui non non
Dipôles couplés (classiques) 3N × 3N oui oui non
(transitions moyennées)
Table 3.1  Résumé des diﬀérents modèles présentés dans ce manuscrit avec
la taille du système à résoudre pour un ensemble de N atomes de 87Rb entre
les états (52S1/2, F = 2) et (5
2P3/2, F
′= 3). Les approximations utilisées sont aussi
indiquées.
3.5.2 Validité des diﬀérents modèles
Les diﬀérents modèles reposent tous sur des hypothèses simpliﬁcatrices que nous
allons ici confronter à leur faisabilité expérimentale. Tout d'abord, le modèle à deux
niveaux présenté Section 3.3.3 fait l'hypothèse d'un atome comportant une seule
transition fermée. Une telle conﬁguration énergétique peut être créée, par exemple,
avec un fort champ magnétique qui lèverait la dégénérescence des sous-états Zeeman
d'un alcalin. Dans le cas d'un atome de rubidium 87, cette condition peut être rem-
plie avec la transition entre les états
∣∣52S1/2, F = 2,mF = 2〉↔ ∣∣52P3/2, F ′= 3,mF = 3〉
ainsi qu'un faisceau excitateur de polarisation σ+ de faible intensité. En cas de dé-
générescence entre les sous-niveaux Zeeman, nous avons proposé une modiﬁcation de
l'amplitude des interactions entre les atomes suivant la Formule 3.49.
Le second modèle proposé correspond à l'étude d'un atome classique, c'est-à-dire
un atome quantique J = 0↔ J = 1 dans la limite de faible excitation. Ce schéma se
retrouve dans la structure des alcalino-terreux bosoniques, par exemple 84Sr. L'atome
que nous étudions est le rubidium 87 entre les états (52S1/2) et (52P3/2). Utiliser le
modèle classique revient à modéliser les cinq transitions suivant chacune des polarisa-
tions (σ+, pi et σ−) par une seule transition pour chaque polarisation. Aﬁn de prendre
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en compte les spéciﬁcités induites par cette réduction du système étudié, nous avons
proposé une modiﬁcation de l'amplitude de l'interaction suivant la formule 3.63.
Les équations décrivant les dipôles couplés sont dérivées sous l'hypothèse de faible
excitation de façon à ce que les dipôles répondent sans eﬀet de saturation. Dans ce
cas, la réponse atomique est bien linéaire avec l'intensité du champ reçue par les
dipôles. La condition résultante sur le champ excitateur est donc I/Isat 1 avec Isat,
la saturation de la transition étudiée. Cependant, cette condition n'est peut être pas
suﬃsante pour décrire correctement le système, en raison de la possible saturation
d'un atome par le champ rayonné par un de ses voisins suﬃsamment proches. L'étude
des eﬀets de la saturation sur des dipôles couplés est un problème très diﬃcile à
résoudre d'un point de vue théorique, et nous nous bornerons donc à l'hypothèse de
faible excitation ici.
3.6 Valeurs propres du système
Pour les deux modèles proposés, le modèle à deux niveaux (Équation 3.41) ou le
modèle classique (Équation 3.58), les équations des dipôles couplés qui permettent de
déterminer le comportement du nuage à une excitation présentent une forme quasi-
identique, qui est proche d'une équation de Schrödinguer :
i
d
dt
(φ) =−(δ + iΓ
2
) [I] (φ)− [V ] (φ) + Ω(r)
2
[I] , (3.64)
avec (φ)N = (d1, d2, ..., dN) un vecteur de taille N aﬁn de décrire les atomes dans le
cadre du modèle à deux niveaux et (φ)cl = (d1,x, d1,y, d1,z, d2,x, ..., dN,z) un vecteur de
taille 3N pour le modèle classique. [I] représente la matrice identité. L'hamiltonien to-
tal est donc H =−(δ+ iΓ
2
) [I]+[V ]. L'hamiltonien H possédant des termes complexes
sur sa diagonale, il n'est pas hermitien. Cette non-hermiticité a pour conséquence le
fait que les vecteurs propres de H ne sont pas orthogonaux (Li et al., 2013). Nous
allons procéder à une étude de ces valeurs propres pour un nuage atomique tel que
ceux que nous pouvons obtenir expérimentalement.
3.6.1 Diagramme des valeurs propres
Les nuages atomiques correspondent à des ensembles d'atomes aléatoirement pla-
cés dans un volume. On procède donc à une simulation numérique qui se déroule de la
façon suivante : dans un premier temps, on génère un ensemble atomique composé de
N atomes répartis aléatoirement dans un nuage suivant une distribution gaussienne
thermique. Les atomes sont pris à des distances interparticulaires l≥ 10 nm, corres-
pondant à une sphère d'exclusion d'un tel diamètre autour de chaque atome. Cette
taille correspond à la longueur d'onde thermique de de Broglie des atomes considérés
ici. Cette sphère d'exclusion est utilisée aﬁn d'empêcher qu'une paire d'atomes ne
soit tellement proche que l'interaction de ces deux atomes entre eux ne change le
résultat global de toute la simulation. Par ailleurs, nous avons vériﬁé que les résultats
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présentés ci-dessous ne dépendent pas de la valeur exacte du rayon d'exclusion choisi.
Pour cela, nous avons vériﬁé qu'une diminution d'un facteur trois de la valeur du
rayon ne modiﬁait pas les comportements observés.
À partir des positions des atomes, nous calculons la matrice d'interaction [V ].
Dans un second temps, on recherche les valeurs propres et les vecteurs propres de
l'hamiltonien total (à l'aide d'un code Mathematica).
Valeurs propres du système
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Figure 3.4  Valeurs propres de l'hamiltonien d'interaction dans le cadre du
modèle d'atomes à deux niveaux. Voir texte pour les détails du calcul. a) Histo-
gramme de l'opposé de la partie réelle des valeurs propres. b) Histogramme de la
partie imaginaire des valeurs propres incrémenté d'une unité de Γ correspondant
à la désexcitation par émission spontanée. c) Diagramme à deux dimensions de
la partie imaginaire en fonction de la partie réelle des valeurs propres. Le nuage
utilisé comprend 400 atomes à une température de 150 µK supposés relâchés d'un piège
dipolaire de profondeur U/kB = 1 mK.
La Figure 3.4 représente le résultat de la diagonalisation de la matrice d'interaction
[V ] pour le modèle à deux niveaux. Les valeurs propres sont complexes et s'écrivent
sous la forme Λα =−Eα + iΓα. Le nombre d'atomes considéré est ici N = 400 atomes
à une température T = 150 µK supposés relâchés d'un piège dipolaire de profondeur
U/kB = 1 mK.
La Figure 3.4 a) montre l'histogramme des énergies propres du système en unités
de Γ, la largeur naturelle de la transition. En raison des fortes interactions entre les
atomes, la distribution des valeurs Eα est une distribution allant juqu'à plusieurs
unités de Γ mais qui reste centrée proche de 0. La partie réelle des valeurs propres
représente le décalage, induit par les interactions, de la résonance des modes propres
du système par rapport au cas sans interactions.
La Figure 3.4 b) représente l'histogramme des largeurs de raie incrémentées d'une
unité (Γα+1) pour tenir compte de la largeur naturelle de la transition. On remarque
que de nombreux états propres possèdent une largeur de raie inférieure à celle d'un
atome isolé. Cela correspond à une durée de vie supérieure à celle d'un atome isolé
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(cas Γα + 1< 1), ces états sont donc moins bien couplés au vide et se désexcitent
donc moins rapidement. Ces états sont appelés états sousradiants. De la même façon,
certains modes possèdent une durée de vie plus faible (cas Γα + 1> 1), ils sont mieux
couplés au vide et sont appelés états superradiants.
Chaque point de la Figure 3.4 c) représente une valeur propre du système à deux
niveaux dans le plan complexe. Pour des valeurs de Eα négatives, aucune corrélation
ne semble apparaître. Par contre, les valeurs Eα positives semblent corrélées à des
valeurs de Γα + 1 faibles.
Il est important de noter que les valeurs propres donnent les décalages ainsi que
les durées de vie des diﬀérents modes du système. Ces modes n'étant pas orthogo-
naux entre eux, l'interprétation directe avec l'échelle de Dicke présentée Section 3.1
est délicate. Aﬁn d'obtenir le comportement du nuage atomique, il faut calculer com-
plètement les propriétés de chaque dipôle et ensuite propager le champ diﬀusé dans
l'espace. En eﬀet, les interférences entre les champs diﬀusés par les diﬀérents dipôles
dépendent de la direction d'observation.
3.7 Importance des termes en 1/r2 et 1/r3
L'approche théorique présentée ci-dessus prend en compte la forme la plus géné-
rale pour les interactions entre les dipôles. L'interaction dipôle-dipôle fait intervenir
des dépendances spatiales en 1/(kr), 1/(kr)2 et 1/(kr)3, avec r la distance interpar-
ticulaire. Les nuages atomiques que nous étudions comportent entre quelques atomes
et plusieurs centaines d'atomes à des températures de ∼ 150 µK après avoir été re-
lâchés d'un micro-piège dipolaire. La densité spatiale de ces nuages atomiques est,
pour les plus denses, n∼ 1014 at/cm3. La distance interparticulaire moyenne est alors
r∼ 1/n1/3∼ 200 nm ; soit un paramètre kr∼ 1. Une approximation usuelle (Akker-
mans, Gero, et Kaiser, 2008; Bienaimé et al., 2013) réalisée lors de l'étude de la
diﬀusion de la lumière consistant à ne garder que le terme de rayonnement en 1/(kr)
n'est donc pas envisageable dans notre cas.
3.8 Conclusion
Ce chapitre a présenté les diﬀérents modèles théoriques permettant de traiter la
diﬀusion de la lumière par un nuage dense d'atomes froids. En particulier, à partir
de l'équation permettant de traiter des atomes ayant une structure complexe, nous
avons dérivé deux sous-modèles plus simples. Le premier correspond à des atomes à
deux niveaux sous faible excitation. Nous avons, dans ce cadre, étudié son applica-
bilité dans le cas de la diﬀusion de la lumière par des atomes de rubidium 87. Nous
avons notamment proposé une méthode pour prendre en compte la sous-structure
Zeeman complexe des atomes dans l'amplitude des interactions dipôle-dipôle. Par
ailleurs, nous avons dérivé l'équation du comportement atomique dans le cadre d'une
approximation de champ moyen dite "Timed Dicke".
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Le second sous-modèle est celui d'un dipôle classique. Nous avons aussi étudié son
applicabilité ainsi que proposé une méthode de la prise en compte de la sous-structure
Zeeman.
Ces deux modèles servent d'outils théoriques à l'étude de la diﬀusion de la lumière
expérimentale présentée dans les Chapitres 4 et 5. En particulier, lors de l'étude des
valeurs propres, d'importantes modiﬁcations des propriétés des modes collectifs sont
apparues par rapport aux cas d'atomes isolés. Ces modiﬁcations sont un élargissement
de la distribution des largeurs de raie des modes propres ainsi qu'une modiﬁcation de
leurs fréquences de résonance. Le Chapitre 4 s'intéresse à la mesure expérimentale de
ces modiﬁcations d'un point de vue spectral. Le Chapitre 5 présente les conséquences
de ces interactions d'un point de vue temporel.
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Dans le chapitre théorique précédent, nous avons posé les équations permettant
de calculer les amplitudes d'une assemblée de dipôles en interactions les uns avec les
autres lorsqu'ils sont soumis à un champ lumineux excitateur de faible amplitude. Ces
interactions entre les dipôles est à l'origine d'une modiﬁcation des valeurs propres du
système. Le présent chapitre s'intéresse à l'une des conséquences de ces modiﬁcations,
qui est la modiﬁcation de la raie d'excitation collective. La raie d'excitation est la
probabilité d'exciter les atomes du nuage en fonction de la fréquence de l'excitation.
Pour cela, nous étudions expérimentalement et théoriquement la quantité de lumière
diﬀusée par des nuages atomiques. En particulier, nous étudions comment la diﬀusion
de la lumière est modiﬁée lorsque l'on augmente les interactions entre les atomes. Nous
augmentons ces interactions en plaçant un nombre croissant d'atomes dans un volume
limité.
Ce chapitre commence par une étude de la raie d'excitation collective au moyen
des deux modèles présentés au Chapitre 3 appliqués aux spéciﬁcités expérimentales
de notre dispositif. Notamment, nous calculerons numériquement la façon dont les
eﬀets collectifs modiﬁent la raie d'excitation collective du nuage lorsque les interac-
tions entre les atomes sont importantes. Dans un second temps, nous présenterons
l'étude expérimentale correspondante que nous avons menée. Nous exposerons no-
tamment deux techniques expérimentales que nous avons mises en ÷uvre : celle des
courtes impulsions et celle du temps de vol, qui permettent toutes les deux d'observer
des eﬀets collectifs signiﬁcatifs. Les résultats seront comparés aux modèles et nous
montrons notamment l'incompatibilité avec le modèle de champ moyen Timed Dicke
présenté au chapitre précédent. Dans un troisième temps, nous nous intéresserons au
comportement du nuage atomique lorsque l'intensité du faisceau excitateur est mo-
diﬁée sur plusieurs ordres de grandeur. Finalement, nous étudierons la modiﬁcation
de la polarisation de la lumière émise par les atomes en présence d'interactions.
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4.1 Dipôles couplés : un petit plus de théorie
Dans cette partie, nous allons appliquer les deux modèles dérivés dans le Chapitre
3 - le premier étant le modèle à deux niveaux et le second le modèle des dipôles
classiques, à l'étude de la modiﬁcation de la raie d'excitation collective.
4.1.1 Système étudié
Le système que nous étudions ici s'attache à reproduire la situation expérimentale
de notre dispositif (voir la Figure 4.1) le plus ﬁdèlement possible. Nous le décrivons
ci-dessous. Les nuages atomiques étudiés comprennent entre un seul et 400 atomes à
une température de 150 µK, supposés relâchés dans l'espace libre d'un piège dipolaire
de profondeur U/kB = 1 mK. Le nuage possède une forme de cigare, allongé suivant
l'axe x. Les atomes y sont répartis aléatoirement dans l'espace suivant les probabilités
de la distribution thermique. Les largeurs de la distribution atomique sont : σx = 2 µm
σy =σz = 300 nm. On envoie sur le nuage atomique un faisceau lumineux de faible
intensité de polarisation σ+ et se propageant suivant la direction z. La lumière diﬀusée
est ensuite collectée suivant l'axe long du nuage (axe x) à 90◦ de l'excitation.
Lentille asphérique
Lame dichroïque
Excitation
APD
I-CCD
Photodiode 
à avalanche
Caméra intensifiéelame λ/2
Axe z
Axe x
Figure 4.1  Schéma de la situation expérimentale étudiée.
4.1.2 Spectres d'excitation collectifs
Du point de vue théorique, on utilise les Formules 3.41 et 3.58 pour calculer
l'amplitude des dipôles. Dans la section présente, nous n'appliquons pas les facteurs
correcteurs permettant de prendre en compte la sous-structure Zeeman du rubidium
dans les modèles (voir Section 3.3.4 et Section 3.4.2). En résolvant les Équations 3.41
et 3.58, on obtient l'amplitude de chaque dipôle, à partir desquelles il est possible de
calculer le champ rayonné par le nuage en champ lointain suivant la formule :
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Eray,α(r) =
k3
4pi0
N∑
j=1
∑
β=
(x,y,z)
gαβ(k.(r− rj))dj,β , (4.1)
où, dans le cas des dipôles classiques, les composantes dj,α correspondent à l'ampli-
tude du dipôle suivant les trois directions de l'espace α= (x, y, z) pour chaque atome
j. Dans le cas des atomes à deux niveaux, aﬁn de prendre en compte l'excitation
circulaire, on applique la formule suivante dj = βj( 1√2 ,
i√
2
, 0), où les βj sont les ampli-
tudes des dipôles calculées par le modèle. L'intensité diﬀusée est alors donnée, dans
les deux cas, par Isc(r) = |
∑
αEsc,α(r)|2.
La Figure 4.2 représente l'intensité lumineuse diﬀusée à 90o de l'excitation en
fonction du désaccord du faisceau excitateur avec la résonance atomique. Bien que la
forme soit diﬀérente pour les deux modèles, trois éléments sont communs : la raie est
plus large que celle d'un seul atome isolé (voir Section 4.1.3), le centre de la raie est
décalée (voir Section 4.1.4) et la raie est asymétrique (voir Section 4.1.6).
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Figure 4.2  Probabilité d'excitation (spectre d'excitation) du nuage atomique
en fonction du désaccord du faisceau excitateur. Paramètres de la simulation :
N = 400 atomes à T = 150 µK supposés relâchés d'un piège U/kB = 1 mK. La courbe bleue
correspond au modèle à deux niveaux (Th :2N) et la courbe rouge correspond aux dipôles
classiques (Th :Cl). La courbe en traits pointillés correspond au cas où il n'y a qu'un seul
atome sans interactions. Les courbes sont moyennées sur 100 nuages par point pour le mo-
dèle à deux niveaux et 50 nuages par point pour le modèle classique. Les courbes ont été
normalisées pour avoir une amplitude unité.
4.1.3 Largeur de la résonance
Le premier élément notable dans les spectres d'excitation collectifs est la largeur de
la raie qui est signiﬁcativement plus grande que pour un seul atome isolé. La Figure
4.3 représente la largeur à mi-hauteur (FWHM) des spectres d'excitation calculés
suivant les deux modèles théoriques avec diﬀérents nombres d'atomes. Le maximum
de l'excitation n'est pas toujours en δ= 0 (voir Section 4.1.4). Pour des nombres
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d'atomes proches de un la largeur de la raie correspond à Γ, la largeur naturelle. La
largeur croît ensuite linéairement avec le nombre d'atomes pour les deux modèles.
Dans les simulations, le volume du nuage étant constant, l'augmentation du nombre
d'atomes réduit la distance moyenne entre les atomes. Il en résulte une augmentation
de la force des interactions entre les atomes, ce qui se traduit par l'augmentation
de la largeur de la raie d'excitation collective qui est observée. Les points théoriques
sont bien ajustés (voir Figure 4.3) par un modèle en loi de puissance du nombre
d'atomes suivant y(N) = 1 + a × N b. On obtient pour le modèle à deux niveaux
a(2N) = 2.2(0.4)× 10−2 et b(2N) = 0.82(0.03). Pour le modèle classique, on obtient :
a(Cl) = 2.4(0.3) × 10−2 et b(Cl) = 0.90(0.02). La constante ayant été gardée ﬁxe à
1. La dépendance de la largeur avec le nombre d'atomes et donc avec la densité (le
volume est ﬁxe) est à une puissance légèrement inférieure à l'unité. Cette puissance
nous permet de déterminer un ordre de grandeur de la force moyenne des interactions
entre les atomes. En eﬀet, théoriquement, l'interaction entre les atomes fait intervenir
trois types de dépendances spatiales : 1/r, 1/r2 et 1/r3. À partir du résultat de
la simulation numérique, on détermine la puissance de l'interaction moyenne entre
les atomes ∝nb∝ (N
r3
)b soit ∝ 1/r3b. Pour les deux modèles, on obtient : 3b∼ 2.5.
On a donc une très forte dépendance des interactions entre atomes à la distance
moyenne interatomique. Ainsi, la force d'interaction entre les atomes est, par exemple,
beaucoup plus marquée que celle que l'on trouve pour des atomes placés dans un PMO
(Bienaimé, Piovella, et Kaiser, 2012).
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Figure 4.3  a) Largeur à mi-hauteur (FWHM) des raies d'excitation collec-
tives suivant les deux modèles théoriques avec diﬀérents nombres d'atomes. b)
Barycentre des raies d'excitation collectives suivant les deux modèles théoriques
avec diﬀérents nombres d'atomes. Dans les deux cas, les points bleus correspondent
à la théorie à deux niveaux (Th :2N) et les points rouges, au cas classique (Th :Cl). Les
données sont ajustées par des modèles en loi de puissance (voir texte), représentés en traits
continus sur les ﬁgures (en bleu clair pour le modèle à deux niveaux et en orange pour le
cas classique). La courbe en traits pointillés correspond à la prédiction faite par (Friedberg
et Manassah, 2010) (voir texte).
Cet élargissement peut être vu comme la contribution collective des diﬀérents
modes qui émergent des interactions entre les atomes. Ces modes possèdent des éner-
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gies propres et des vecteurs propres qui ont été présentés Section 3.6.1. Cependant,
il est important de noter que le diagramme de rayonnement atomique ne dépend pas
uniquement des valeurs propres collectives, le couplage avec le faisceau laser doit être
pris en compte ainsi que les interférences entre les champs diﬀusés par les atomes.
En eﬀet, tous les modes ne sont pas excités par le laser et donc le comportement
atomique peut être diﬀérent de celui attendu en regardant uniquement ses valeurs
propres. Tout comme les interférences entre les diﬀérents champs diﬀusés par les
atomes qui inﬂuent sur la forme du spectre d'excitation suivant le point d'observa-
tion (Voir Section 4.1.7). Pour ces diﬀérentes raisons, il est nécessaire de calculer
complètement la raie d'excitation émergeant de la superposition des champs diﬀusés
par les atomes au point d'étude considéré.
4.1.4 Centre de la raie d'excitation
Le second élément notable est le changement du centre de la raie d'excitation
collective. La Figure 4.3 b) reprend ces déplacements en fonction du nombre d'atomes
considéré. Le centre de la raie d'excitation est déﬁni suivant la formule :
∆νc =
∑
j ajνj∑
j νj
, (4.2)
où les aj représentent les amplitudes du spectre aux fréquences νj. La raie se dé-
cale vers les valeurs négatives pour les deux modèles. Ce changement du centre de la
raie inclut deux éléments : le décalage de Lorentz-Lorentz (Friedberg, Hartmann, et
Manassah, 1973; Maki et al., 1991) et le Lamb shift collectif (Friedberg, Hartmann,
et Manassah, 1973; Scully, 2009). Les décalages présentés ici incluent ces deux dé-
calages. Les points théoriques sont bien ajustés par un modèle en loi de puissance :
y(N) = a × N b avec pour le modèle à deux niveaux a(2N) =−1.2(0.1) × 10−2 et
b(2N) = 0.83(0.02). Pour le modèle classique, on obtient : a(Cl) =−1.9(0.1) × 10−2
et b(Cl) = 0.84(0.02). L'étude du centre de la raie d'excitation a fait l'objet de nom-
breuses études, notamment (Friedberg, Hartmann, et Manassah, 1973; Friedberg et
Manassah, 2010; Svidzinsky, Chang, et Scully, 2010), et de quelques mesures (Kea-
veney et al., 2012). Sur la Figure 4.3, est aussi représenté le calcul du déplacement
de la raie à partir des formules dérivées par (Friedberg et Manassah, 2010) pour des
nuages de tailles identiques à notre situation expérimentale. Dans cet article, les au-
teurs conduisent une étude analytique de la position de la raie collective avec des
atomes à deux niveaux. Ils considèrent des nuages de forme ellipsoïdique contenant
une distribution atomique gaussienne continue. Cette prédiction doit être comparée
avec notre modèle à deux niveaux. On remarque que les deux approches donnent des
résultats qui ne diﬀèrent que de ∼ 30%. La principale diﬀérence entre notre approche
numérique et leur approche analytique se trouve dans l'hypothèse d'une distribution
continue d'atomes dans le nuage qui n'est pas valide dans notre cas, notamment à
cause des eﬀets de taille ﬁnie présentés dans la section suivante.
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4.1.5 Eﬀets de taille ﬁnie du nuage
La Figure 4.4 représente quatre spectres calculés à densité égale, mais avec deux
couples de valeurs nombre d'atomes et température diﬀérents et en se servant des
deux modèles : le modèle à deux niveaux et le modèle classique. Bien que la densité
pic soit identique, le nombre d'atomes joue un rôle important sur la forme de la raie
d'excitation collective. En eﬀet, la largeur, le centre et l'asymétrie de la raie sont
diﬀérentes. Cet eﬀet de taille ﬁnie est une conséquence de l'utilisation d'ensembles
atomiques mésoscopiques et nous indique que la densité atomique n'est pas, dans
notre cas, un paramètre suﬃsant pour décrire complètement notre nuage.
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Figure 4.4  Spectres d'excitation du nuage atomique en fonction du désaccord
du faisceau excitateur à une densité ﬁxe pour deux couples de nombre d'atomes
et température diﬀérents. La densité atomique pic est n= 1.2×1014 at/cm3 et les atomes
sont supposés relâchés d'un piège U/kB = 1 mK. Les courbes bleue et rouge : 400 atomes à
une température 150 µK avec le modèle à deux niveaux et le modèle classique. Les courbes
en marron et en violet : 30 atomes à 27 µK avec les deux modèles théoriques. Les courbes
ont toutes été normalisées à l'unité. Les courbes sont moyennées sur 100 nuages par point
pour le modèle à deux niveaux et 50 nuages par point pour le modèle classique.
4.1.6 Asymétrie des spectres
Les courbes de la Figure 4.2 font apparaître une asymétrie. Pour expliquer ce
phénomène, on reprend les arguments avancés par (Chomaz et al., 2012). Le spectre
d'un seul atome est une lorentzienne, donc symétrique. En présence d'un nombre
plus élevé d'atomes, il nous faut regarder les distances interparticulaires. Lorsque
r≤ k−1, il commence à apparaître une asymétrie dans le spectre. Le principal terme
des interactions entre les atomes est ∝ ~Γ/(kr)3.
Aﬁn de comprendre l'argument, considérons dans un premier temps deux atomes
avec r k−1 soumis à une excitation linéaire polarisée suivant l'axe x et se propageant
suivant l'axe z. Si l'on suppose les deux atomes alignés suivant l'axe x, on peut calculer
la modiﬁcation de l'énergie de la paire atomique avec la Formule 3.58. En régime
stationnaire, cette énergie est modiﬁée de la quantité : ∆E=−3
2
~Γ
(kr)3
. À l'opposé, si
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ceux-ci sont positionnés perpendiculairement à l'axe x, leur énergie est modiﬁée de la
quantité : ∆E= +3
4
~Γ
(kr)3
. La fréquence de résonance est diﬀérente dans ces deux cas,
que nous nommons le cas rouge et le cas bleu. La condition de résonance est alors
satisfaite pour un faisceau excitateur désaccordé de δrouge =−32 Γ(kr)3 et δbleu = 34 Γ(kr)3 .
De ces deux désaccords diﬀérents, naît l'asymétrie observée. En eﬀet, si l'on vient
sonder ces atomes avec un faisceau excitateur désaccordé de δ > 0, la résonance se
fera avec des paires distantes de rbleu = 1k
(
3
4
Γ
δ
) 1
3 . Par contre, pour le désaccord −δ, la
résonance se fera avec des paires plus éloignées : rrouge = 1k
(
3
2
Γ
|δ|
) 1
3
>rbleu.
Pour conclure, il nous faut connaître la distribution des distances au plus proche
voisin. La distribution correspondant au nuage de la Figure 4.2 est représentée sur
la Figure 4.5. Pour simpliﬁer le raisonnement, on approxime ici la forme globale du
nuage à une sphère et on suppose que les distributions des distances interparticulaires
sont angulairement les mêmes. La distribution représentée est croissante entre 0 et
λ¯. Or, on a rbleu <rrouge. Il y a donc plus de paires résonantes avec le désaccord −δ
qu'avec le désaccord δ, entrainant l'asymétrie des spectres d'excitation.
Figure 4.5  Histogramme de la
distance au plus proche voisin entre
les atomes. Le nuage comprend 400
atomes à une température de 150 µK
supposés relâchés d'un piège de profon-
deur U/kB = 1 mK.
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4.1.7 Inﬂuence du point d'observation
Expérimentalement, nous étudions la diﬀusion par les atomes d'un faisceau ex-
citateur dans la direction de collection de la lentille, qui est ﬁxe. Théoriquement,
il nous est possible de calculer l'eﬀet des interactions suivant le point d'observation
choisi. Celui-ci a une inﬂuence sur la forme de la raie d'excitation collective mesurée
à cause des interférences entre les champs diﬀusés par les atomes qui dépendent du
point d'observation.
Nous avons donc calculé l'intensité diﬀusée dans trois directions orthogonales de
l'espace en fonction du désaccord du faisceau excitateur. Les trois axes que nous avons
choisis sont : l'axe allongé du nuage : axe x (cas expérimental) ; l'axe de propagation
du faisceau excitateur : axe z (dans ce cas, nous présentons uniquement la quantité
de lumière diﬀusée par le nuage, sans la lumière d'excitation) et l'axe restant : l'axe
y. La Figure 4.6 représente le spectre calculé pour 400 atomes avec les deux modèles,
le modèle à deux niveaux et le modèle classique. La lumière d'excitation est toujours
supposée polarisée circulairement. On remarque que les spectres d'excitation diﬀèrent
selon la direction d'observation choisie.
Cette inhomogénéité s'explique par la combinaison de deux phénomènes. Le pre-
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Figure 4.6  Spectres d'excitation du nuage atomique en fonction du désaccord
du faisceau excitateur selon la direction d'observation choisie (X, Y ou Z),
calculé avec a) le modèle à deux niveaux et b) le modèle classique. La densité
atomique pic est n= 1.2× 1014 at/cm3 et les 400 atomes à une température de 150 µK sont
supposés relâchés d'un piège U/kB = 1 mK. Les courbes ont toutes été normalisées à l'unité.
Les courbes sont moyennées sur 100 nuages par point pour le modèle à deux niveaux et 50
nuages par point pour le modèle classique.
mier porte sur le diagramme d'émission des modes collectifs. En envoyant un faisceau
lumineux sur les atomes, on excite un certain nombre de modes collectifs atomiques.
Chacun de ces modes possède un diagramme d'émission qui est assez complexe puis-
qu'il fait intervenir la position relative des atomes. Le second phénomène correspond
aux interférences qui naissent de la superposition des champs lumineux émis par
chacun des atomes. La géométrie globale du nuage atomique intervient de façon
importante dans ces interférences et elle a fait l'objet de nombreuses études, voir
notamment (Friedberg, Hartmann, et Manassah, 1973; Friedberg et Manassah, 2010;
Keaveney et al., 2012). Expérimentalement, il ne nous est pas possible de déplacer
la lentille de collection par rapport au nuage puisque c'est au travers de celle-ci que
passe le faisceau du laser piège. Il est par contre possible de changer l'angle du fais-
ceau excitateur, ce qui constituerait une étude complémentaire à celle du présent
manuscrit.
4.1.8 Rôle des termes en 1r2 et
1
r3
Pour illustrer l'inﬂuence des diﬀérents termes qui composent l'expression des inter-
actions entre les atomes, nous avons eﬀectué une simulation qui consiste à supprimer
les termes d'interaction de courte portée : 1/r2 et 1/r3. Cette réduction au seul terme
de rayonnement en 1/r est souvent eﬀectuée dans le cadre de l'étude de la diﬀusion de
la lumière dans des PMO (Akkermans, Gero, et Kaiser, 2008; Bienaimé et al., 2013).
Le résultat du spectre d'excitation est représenté Figure 4.7 pour les deux modèles et
suivant les trois axes d'observation. Les formes des spectres d'excitation sont signiﬁ-
cativement diﬀérentes de celles obtenues Figure 4.6. En eﬀet, l'axe des abscisses a ici
été modiﬁé aﬁn de pourvoir visualiser clairement ces nouveaux spectres d'excitation.
De plus, on remarque qu'ils sont nettement plus chahutés et ce comportement s'est
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Figure 4.7  Spectres d'excitation du nuage atomique en fonction du désaccord
du faisceau excitateur où l'on a supprimé les termes d'interaction en 1/r2 et 1/r3
pour a) le modèle à deux niveaux et b) le modèle classique. La densité atomique
pic est n= 1.2× 1014 at/cm3 et les 400 atomes à une température de 150 µK sont supposés
relâchés d'un piège U/kB = 1 mK. Les courbes ont toutes été normalisées à l'unité. Les
courbes sont moyennées sur 100 nuages par point pour le modèle à deux niveaux et 50
nuages par point pour le modèle classique. L'axe des abscisses a été dilaté par rapport à
celui présenté Figure 4.6.
maintenu quel que soit le nombre de nuages utilisés pour eﬀectuer la moyenne. La
réduction au seul terme de rayonnement de l'interaction entre les atomes (1/r) n'est
donc pas possible dans notre cas.
4.1.9 Inﬂuence des paires proches
Nous cherchons ici à comprendre l'inﬂuence des paires d'atomes très proches sur
la forme du spectre d'excitation. En particulier nous étudions l'impact des paires
d'atomes comprises entre 0.1λ¯ et λ¯ de la Figure 4.5 sur la raie collective. En eﬀet,
cette zone correspond à celle où les termes d'interactions en champ proche (1/r3,
1/r2) sont très grands. Pour cela, nous avons calculé les spectres d'excitation avec
des sphères d'exclusion autour des atomes qui sont diﬀérentes. La première sphère que
nous avons utilisée correspond à un diamètre de a1 = 10 nm ∼ 0.1k−1, soit environ la
longueur d'onde thermique de de Broglie des atomes dans le nuage. Cette condition
est celle utilisée pour tous les spectres d'excitation dans tout le reste du manuscrit. Le
seconde sphère d'exclusion que nous avons utilisée correspond à une zone d'exclusion
autour des atomes plus importante : a2 = k−1. Cette méthode d'étude s'inspire de
celle réalisée par (Chomaz et al., 2012).
Nous avons calculé les spectres d'excitation avec 400 atomes à une température
de 150 µK supposés relâchés d'un piège de profondeur U/kB = 1 mK avec les deux
zones d'exclusion et ceci pour les deux modèles : le modèle de l'atome classique (voir
Figure 4.8 a)) et le modèle à deux niveaux . Nous avons ensuite eﬀectué le ratio entre
les spectres obtenus avec les deux zones d'exclusion, les ratios sont représentés Figure
4.8 b). Les deux modèles donnent des courbes comparables. Sur la zone qui s'étend
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de −3Γ à 2Γ, le ratio est égal à l'unité. Ceci suggère que le décalage du centre de
la raie d'excitation collective ainsi que les asymétries observés précédemment (qui
se produisent dans cette zone de −3Γ à 2Γ) sont des eﬀets des interactions à longue
portée (>λ¯) puisque le ratio est unitaire. À l'opposé, pour des désaccords en dehors de
cet intervalle, le ratio augmente signiﬁcativement, l'amplitude du spectre d'excitation
pour a1 est plus importante que pour a2. Cela indique qu'une forte amplitude dans
les ailes des spectres d'excitation se produit uniquement lorsqu'il existe des paires
d'atomes très proches.
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Figure 4.8  a) Spectres d'excitation collectifs avec deux zones d'exclusion au-
tour des atomes diﬀérentes : a1 = 0.1k−1 et a2 = k−1 calculés à partir du mo-
dèle de l'atome classique. b) Rapports des raies d'excitation collectives calculés
avec deux zones d'exclusion autour des atomes qui sont diﬀérentes : a1 = 0.1k−1
et a2 = k−1 suivant les deux modèles (les spectres dans le cas du modèle de
l'atome classique sont représentés sur la Figure 4.8 a)). La densité atomique pic
est n= 1.2 × 1014 at/cm3 et les 400 atomes à une température de 150 µK sont supposés
relâchés d'un piège U/kB = 1 mK. Les courbes sont moyennées sur 100 nuages par point
pour le modèle à deux niveaux et 50 nuages par point pour le modèle classique.
Nous allons maintenant présenter deux méthodes expérimentales de mesures de
ces raies d'excitation collectives : la première consiste en l'utilisation d'impulsions de
courte durée et la seconde utilise des temps de vol.
4.2 Spectres d'excitation : utilisation d'impulsions
courtes
Nous présentons ici la première méthode que nous avons mise en place pour mettre
en évidence les eﬀets collectifs dans les nuages d'atomes froids. Cette méthode consiste
en l'excitation de nuages atomiques comprenant entre ∼ 1 atome et jusqu'à ∼ 450
atomes par des impulsions de courte durée.
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4.2.1 Description de la méthode
Nous cherchons à mettre en évidence les modiﬁcations de la raie d'excitation col-
lective du nuage atomique, causées par les interactions entre les atomes. Pour cela,
on mesure la quantité de lumière diﬀusée par le nuage en fonction du désaccord du
faisceau excitateur par rapport à la transition atomique de référence. Plus précisé-
ment, nous envoyons des impulsions lumineuses de courte durée (une centaine de
nanosecondes), de polarisation σ+, à une fréquence d'excitation que l'on fait varier
d'un point de mesure à l'autre. Les nuages d'atomes froids sont, au moment de l'envoi
du faisceau excitateur, non piégés et préparés dans l'état (52S1/2, F = 2). On collecte
la lumière diﬀusée par ces atomes à un angle de 90o de l'excitation grâce à la lentille
asphérique (voir Figure 4.1).
Les séquences expérimentales
La séquence expérimentale dont nous nous sommes servis est représentée Figure
4.9. Cette séquence reprend l'optimisation du chargement de la micro-pince présentée
Section 1.4. L'objectif de cette séquence de chargement est d'obtenir un nuage ato-
mique comprenant entre ∼ 1 atome et ∼ 450 atomes. Succinctement, dans un premier
temps, on charge le macro-piège (∼ 4 µm) à partir d'un PMO, ce dernier est ensuite
éteint. La macro-pince contient jusqu'à 2000 atomes et sert ensuite de réservoir de
chargement à une micro-pince (∼ 1.6 µm) pendant 220 ms. Après une période d'éva-
poration libre de 60 ms, la micro-pince de profondeur U/kB∼ 1 mK contient jusqu'à
∼ 450 atomes. Pour obtenir des nombres d'atomes plus faibles dans la micro-pince, on
diminue la température du four de chargement et/ou on éteint le ralentisseur Zeeman,
ce qui permet de diminuer la densité du PMO et donc le nombre d'atomes présents
dans la micro-pince à la ﬁn de la séquence de chargement.
Temps
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Macro-piège
 
Micro-piège
 
Repompeur
 
Excitation
 
I-CCD
 
Champ directeur
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Figure 4.9  Chronogramme de la séquence expérimentale utilisée pour les me-
sures avec la méthode des impulsions courtes. La durée totale de la séquence est de 350
ms et comprend 200 impulsions de faisceau excitateur. Expérimentalement, nous utilisons
entre quelques dizaines et quelques centaines de séquences par point de mesure.
À la ﬁn de la période de chargement, les atomes ont une température ∼ 65 µK et
la densité pic vaut n0 = 2.3× 1014 at/cm3 dans le cas comprenant 450 atomes piégés.
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Après le chargement de la micro-pince, nous préparons les atomes dans l'état
(52S1/2, F = 2) (voir ci-dessous) puis nous coupons le piège. Nous envoyons alors une
impulsion de courte durée sur les atomes, résonante avec la transition (52S1/2, F =
2)↔ (52P3/2, F ′= 3). Le piège est ensuite rallumé pour recapturer les atomes. Nous
répétons cette opération d'extinction du piège, d'envoi d'une impulsion lumineuse
et enﬁn de rallumage du piège plusieurs centaines de fois par séquence. L'objectif
poursuivi par cette méthode est d'envoyer de nombreuses impulsions courtes sur des
atomes libres pour avoir un temps d'accumulation raisonnable tout en maintenant
la distance interatomique moyenne globalement constante. Les diﬀérents paramètres
que nous avons optimisés spéciﬁquement pour cette séquence de mesure et la façon
dont nous les avons optimisés sont les suivants :
 Préparation des atomes dans l'état (52S1/2, F = 2). À la ﬁn du transfert du
PMO vers la macro-pince, les atomes sont dans l'état F = 1. Cette préparation
permet d'éviter les collisions hyperﬁnes entre les atomes durant la période de
220 ms utilisée pour transférer les atomes vers la micro-pince et les 60 ms
d'évaporation libre qui suivent. Nous utilisons un faisceau repompeur résonant
avec la transition (52S1/2, F = 1)↔ (52P3/2, F ′= 2) et de polarisation σ+, ce qui
permet de transférer les populations atomiques de l'état F = 1 vers l'état F = 2.
Nous avons optimisé la durée de repompage permettant d'obtenir le meilleur
taux transfert de population dans F = 2 et qui soit la plus courte possible. Nous
utilisons donc une durée de 300 µs à une intensité de saturation s∼ 1, ce qui
permet de repomper ∼ 94% des atomes vers l'état F = 2.
 La durée de chaque impulsion. Les impulsions lumineuses sont envoyées sur
le nuage atomique après qu'il a été relâché du piège. La durée de coupure a été
choisie pour que la densité atomique (donc la distance moyenne interatomique)
ne varie que de 2% au maximum. Cela correspond à une durée de coupure du
piège de ∼ 300 ns. Le pulse lumineux est alors envoyé pendant cet intervalle
où les atomes sont libres. Ce pulse est généré grâce à un EOM. Sa durée à mi-
hauteur est 125 ns et possède une forme quasi-rectangulaire (temps de montée
40 ns). Une impulsion est représentée sur la Figure 4.10 b).
 L'intensité de chaque impulsion. L'intensité de saturation des impulsions
est ﬁxée à s= I/Isat = 0.1. Cette intensité est choisie pour rester dans le régime
linéaire de la réponse des atomes (I le plus faible possible) tout en ayant un
signal provenant des atomes qui permette de garder des temps de collection des
données qui restent raisonnables. La condition de faible saturation des tran-
sitions atomiques est une hypothèse importante des modèles théoriques de la
diﬀusion de la lumière dans les milieux denses que nous avons présentés Cha-
pitre 3. L'eﬀet de l'intensité lumineuse sur la diﬀusion collective de la lumière
est présenté expérimentalement Section 4.4. Son étude théorique n'a pas été
menée au cours de cette thèse.
 Le nombre d'impulsions par séquence. Le nombre d'impulsions est contraint
par deux éléments. Le premier est le rapport signal sur bruit que l'on souhaite
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le plus grand possible. Pour cela, il s'agit d'utiliser un nombre d'impulsions
par séquence qui soit le plus important possible. Le second élément concerne
le dépompage des atomes ainsi que leur température. Plus le nombre d'im-
pulsions est important, plus le risque d'exciter hors résonance la transition
(52P3/2, F
′= 2) est important, ce qui résulte en un dépompage des atomes dans
l'état (52S1/2, F = 1). Lorsque les atomes tombent dans cet état, ils ne sont
plus résonants avec les impulsions lumineuses suivantes, changeant ainsi les
conditions expérimentales. Cette contrainte limite le nombre d'impulsions par
séquence que l'on peut envoyer sur les atomes. Par ailleurs, la température des
atomes doit rester constante au cours de leur excitation, aﬁn que la distance in-
teratomique moyenne le reste aussi. Pour une intensité de saturation de s= 0.1,
nous avons choisi d'envoyer 200 impulsions par séquence, ce qui permet de li-
miter le dépompage des atomes dans l'état F = 1 à un taux inférieur à 1%. La
température, quant à elle augmente de moins de 10%.
La lumière diﬀusée résultant des impulsions lumineuses est collectée par la len-
tille de grande ouverture numérique servant à créer le piège dipolaire (voir Figure
4.1). Cette lumière est ensuite dirigée sur l'ICCD. Chaque point de mesure, à une
fréquence d'excitation donnée, correspond à l'accumulation de la lumière diﬀusée
pendant plusieurs milliers de séquences (voir ci-dessous).
4.2.2 Spectre d'excitation avec un atome
Dans un premier temps, nous avons appliqué cette méthode de mesure à ∼ 1
atome pour comprendre le spectre d'excitation que nous obtenons. Le résultat est
représenté sur la Figure 4.10 a). Chaque point de mesure sur la ﬁgure correspond à
la réalisation d'un nombre de séquences compris entre 1000 et 2000. La barre d'er-
reur sur la quantité de lumière diﬀusée correspond à celle du bruit de mesure qui est
relativement important ici en raison du faible signal atomique (1 seul atome). Sur
cette courbe, nous avons aussi représenté le résultat de la simulation numérique d'un
atome à douze niveaux (cinq dans le fondamental et sept excités) avec les équations de
Bloch optiques (voir Annexe B). L'atome est supposé soumis à un champ excitateur
de saturation s= 0.1 dont la forme temporelle correspond à celle utilisée expérimen-
talement (voir Figure 4.10 b)). Nous avons supposé que les niveaux atomiques sont
dégénérés et nous avons négligé tout dépompage vers d'autres états. Les populations
atomiques initiales sont supposées équi-réparties dans les sous-niveaux Zeeman du
fondamental. La simulation numérique reproduit bien les données expérimentales.
Pour extraire la largeur de la courbe expérimentale, nous avons réalisé un ajus-
tement des données expérimentales par une fonction lorentzienne dont la largeur et
l'amplitude constituent les paramètres ajustables. Cet ajustement est représenté en
pointillés sur la Figure 4.10 a). Cet ajustement reproduit bien les données et la lar-
geur que l'on extrait de cette courbe correspond à 1.3Γ. Cette largeur est légèrement
plus importante que la largeur attendue de la résonance d'un atome (Γ). Cette dif-
férence s'explique par l'utilisation d'une impulsion lumineuse de courte durée qui
vient légèrement augmenter la largeur naturelle de la résonance par ses composantes
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Figure 4.10  a) Spectre d'excitation de ∼ 1 atome par la méthode des courtes
impulsions. Le faisceau excitateur possède une intensité de saturation s= 0.1. En trait
continu bleu : la simulation par les équations de Bloch optiques de la quantité de lumière
diﬀusée par un atome soumis au pulse représenté en b). En trait pointillé noir : l'ajustement
des points expérimentaux par une fonction lorentzienne. b) Signal temporel de l'intensité
d'une impulsion lumineuse.
spectrales.
4.2.3 Spectres d'excitation en fonction du nombre d'atomes
Nous avons appliqué cette même méthode de mesure à des ensembles comportant
des nombres d'atomes plus importants : compris entre ∼ 1 et 450 atomes. Le résultat
de cette expérience est représenté Figure 4.11 a). Sur cette ﬁgure, sont représentées
les quantités de lumière diﬀusée récoltées dans la direction d'observation, en fonction
du désaccord du faisceau excitateur avec la transition atomique de référence. Nous
avons ajusté ces diﬀérentes courbes par des fonctions lorentziennes dont nous avons
extrait la largeur et la position centrale, qui sont présentées dans la Section 4.2.4,
ainsi que l'amplitude qui est étudiée Section 4.2.5.
L'utilisation de fonctions lorentziennes pour ajuster les courbes expérimentales,
n'est, a priori, pas évidente. Notamment, en raison de l'étude eﬀectuée Section 4.1
où des asymétries sont apparues dans les spectres d'excitation des nuages atomiques.
Cependant, deux raisons nous indiquent que ces fonctions constituent une bonne
approximation des données expérimentales. La première est l'absence expérimentale
d'asymétrie dans les spectres d'excitation. Dans ce cas, la déviation des courbes ex-
périmentales avec des fonctions lorentziennes est faible (voir Figure 4.11). La seconde
raison tient au modèle de champ moyen que nous avons dérivé Section 3.3.5. En
eﬀet, la solution stationnaire à l'Équation 3.52 est βTD = Ω/(2(∆ − Lc) + iΓc). Le
champ rayonné par ce dipôle moyen, dans la direction k et en champ lointain est
alors Eray∝ βTD
∑N
j=1 e
i(kL−k)·rj . L'intensité du champ rayonné est donc :
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Figure 4.11  Spectre d'excita-
tion en fonction du désaccord du
faisceau excitateur pour diﬀérents
nombres d'atomes dans le nuage.
Le faisceau excitateur possède une inten-
sité de saturation s= 0.1 et une durée de
∼ 120 ns. De bas en haut : 0.9, 5, 20, 50,
200, 325, 450 atomes. Toutes les courbes
sont normalisées par rapport à la courbe
comportant 0.9 atome. Les courbes conti-
nues sont des ajustements par des fonc-
tions lorentziennes. L'erreur typique sur
la quantité de lumière diﬀusée est 10% et
celle sur la fréquence du faisceau excita-
teur ±0.2Γ.
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Iray∝ β2TD
N∑
j,j′=1
eiq(rj−rj′ ) (4.3)
∝ β2TD
N + N∑
j,j′=1
j 6=j′
eiq(rj−rj′ )
 , (4.4)
où on a déﬁni q=kL−k. La seconde somme dans l'Équation 4.4 est nulle car le nuage
est symétrique et allongé (r q−1) dans la direction d'observation. Après un certain
temps d'intégration, le nombre de photons diﬀusés dans la direction k est donné par
la formule simple :
nray(N,∆) = ηN
Ω2
Γ2c + 4(∆− Lc)2
, (4.5)
avec η, une constante qui prend en compte la géométrie du nuage et qui est indépen-
dante du nombre d'atomes. Ce modèle prédit que les spectres d'excitation dépendent
du désaccord du faisceau excitateur suivant une fonction lorentzienne de largeur Γc
et dont le centre est décalé de Lc.
4.2.4 Largeur des spectres et fréquence centrale d'excitation
Les largeurs des spectres d'excitation expérimentaux sont représentées Figure
4.12. Ces largeurs sont extraites des points expérimentaux en eﬀectuant des ajus-
tements par des fonctions lorentziennes (voir Section 4.2.3). À nombres d'atomes
faibles, la largeur augmente très fortement. Cette évolution est moins importante dès
que le nuage comprend ∼ 50 atomes. Sur cette même ﬁgure sont aussi représentés les
centres des ajustements par les fonctions lorentziennes. Un léger décalage du centre
apparaît vers les fréquences négatives (rouge de la transition).
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Figure 4.12  Largeur à mi-hauteur (FWHM) des spectres d'excitation expé-
rimentaux et décalage de la fréquence centrale de la résonance, en unités de Γ,
en fonction du nombre d'atomes. Le décalage est mesuré par comparaison au cas com-
prenant 0.9 atome. La ligne continue représente un ajustement par une loi de puissance :
FWHM= 1.35 + (0.19± 0.05)×N (0.29±0.05) (voir texte). La ligne en traits pointillés indique
un ajustement par la loi de puissance phénoménologique −3(+3−8) · 10−3 × N (0.6±0.4) (voir
texte).
Nous ajustons les points expérimentaux par la loi de puissance FWHM 1=Γ1at +
a × N b. Il s'agit de la même loi que celle que nous avions présentée Section 4.1.
La largeur des spectres d'excitation expérimentaux est bien reproduite par la loi de
puissance FWHM= 1.35 + (0.19 ± 0.05) × N (0.29±0.05) où la constante est la largeur
expérimentale mesurée pour ∼ 1 atome.
Le décalage de la fréquence centrale des spectres d'excitation est aussi ajusté par
une loi de puissance a × N b. Il s'agit, là aussi, de la même loi que celle que nous
avions présentée Section 4.1. Nous obtenons −3(+3−8) · 10−3 ×N (0.6±0.4). L'ajustement
est cette fois nettement moins bon. Cela est en grande partie dû à la dispersion des
points expérimentaux.
Comparaison avec le modèle de champ moyen Timed Dicke
La largeur et le décalage de la fréquence centrale d'excitation attendus dans le
cadre du champ moyen Timed Dicke sont donnés Équation 3.53. En particulier, ces
lois prédisent des comportements linéaires en fonction du nombre d'atomes. Le dé-
calage de la fréquence centrale de la résonance mesurée est compatible avec une
dépendance linéaire au nombre d'atomes. Par contre, la largeur totale des raies d'ex-
citation, qui est la somme de la largeur d'un atome à laquelle est ajoutée une largeur
collective, ne dépend pas linéairement du nombre d'atomes. Un modèle de champ
moyen tel que le modèle de Timed Dicke n'est donc pas satisfaisant pour décrire le
comportement observé. Les eﬀets que nous mesurons sont des eﬀets qui vont au-delà
du modèle de champ moyen.
1. En toute exactitude, cette formule ne fonctionne pas pour le cas d'un seul atome.
140
Chapitre 4: Étude spectrale de la diﬀusion de la lumière par un nuage
dense
Comparaison avec les modèles classique et à deux niveaux
Aﬁn de comparer les données avec les modèles de l'atome à deux niveaux et celui
de l'atome classique, il nous faut faire attention à plusieurs aspects. Tout d'abord,
lorsque le nombre d'atomes est faible, les atomes sont soumis à un champ excitateur
de polarisation σ+. Les atomes vont donc cycler sur la transition extrême entre l'état∣∣52S1/2, F = 2,M = 2〉 et ∣∣52P3/2, F ′= 3,M ′= 3〉 qui est caractérisé par un coeﬃcient
de couplage maximum. On s'attend donc, pour les faibles nombres d'atomes, à une
dépendance qui est décrite par la résolution des Équations 3.41 qui sont étudiées en
détail Section 4.1. Par contre, pour des nombres d'atomes plus importants, les champs
rediﬀusés par les atomes modiﬁent la polarisation de la lumière reçue par les atomes,
ce qui implique que tous les sous-niveaux Zeeman de la transition interviennent. Pour
cette raison, à fort nombre d'atomes, il faut comparer les données aux prédictions
théoriques faites en incluant les facteurs prenant en compte la sous-stucture Zeeman
qui ont été dérivées Section 3.3.4 et Section 3.4.2. Par ailleurs, nous rappelons que
nous supposons que le volume thermique n'évolue pas au cours des impulsions.
a) Modèle à deux niveaux b) Modèle classique
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Figure 4.13  Largeur à mi-hauteur (FWHM) des spectres d'excitation expéri-
mentaux et décalage de la fréquence centrale de la résonance, en unités de Γ, en
fonction du nombre d'atomes comparés aux modèles théoriques (voir texte). a)
Comparaison avec le modèle à deux niveaux. b) Comparaison avec le modèle classique. Dans
les deux cas, la force de l'interaction dipôle-dipôle est comprise entre sa valeur maximale et
la moyenne sur les coeﬃcients de Clebsh-Gordan (voir texte).
La comparaison de ces deux modèles avec les données expérimentales est eﬀectuée
sur la Figure 4.13 a) et la Figure 4.13 b). Les modèles ont été évalués numériquement
aﬁn de reproduire le plus ﬁdèlement possible la situation expérimentale. Ces modèles
sont évalués dans les deux cas présentés : avec l'interaction dipôle-dipôle complète et
avec l'interaction dipôle-dipôle prenant en compte la réduction de la sous-structure
Zeeman.
Dans le cas du modèle à deux niveaux de la Figure 4.13 a), le modèle ne reproduit
que moyennement la dépendance expérimentale de la largeur des spectres d'excita-
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tion. En eﬀet, ceux-ci sont plus larges que la prédiction théorique pour les faibles
nombres d'atomes. Pour les nombres d'atomes plus importants, le modèle prédit des
largeurs plus importantes que celles mesurées expérimentalement. Pour les décalages
de la fréquence centrale, le modèle prédit, pour tous les paramètres, des décalages
plus importants que ceux observés expérimentalement.
Quant à la comparaison des données avec le modèle classique 1 représenté sur la
Figure 4.13 b), elle est tout aussi insatisfaisante pour les grands nombres d'atomes.
À faibles nombres d'atomes, le modèle est très proche des données expérimentales,
cependant, dès que le nombre d'atomes en interactions dépasse les ∼ 50, le modèle
prédit des eﬀets plus importants tant pour la largeur du spectre d'excitation que pour
le décalage de la fréquence centrale.
Les diﬀérences entre les modèles des dipôles couplés à deux niveaux ou classiques
avec les données expérimentales s'expliquent par les mêmes insuﬃsances des modèles.
La première d'entre elles concerne la prise en compte de la dynamique interne des
populations atomiques entre les sous-niveaux Zeeman. Nous avons, en partie, abordé
cette diﬃculté par l'utilisation d'un facteur correcteur de l'amplitude des interac-
tions dipôle-dipôle lors de la réduction de la sous-structure Zeeman, cependant, nous
n'avons pas pris en compte une possible évolution des populations atomiques dans
les diﬀérents sous-niveaux. Le second élément non pris en compte concerne la force
dipôle-dipôle induite par le faisceau lumineux sur les atomes. Celle-ci est négligeable
pour un seul pulse. En revanche, son eﬀet cumulé sur toutes les impulsions à l'inté-
rieur d'une même séquence peut diminuer la densité spatiale et donc les interactions.
Ces eﬀets sont très diﬃciles à modéliser.
4.2.5 Quantité de lumière diﬀusée récoltée
En dernier lieu, nous extrayons la quantité de lumière diﬀusée et récoltée des
spectres d'excitation expérimentaux de la Figure 4.11 en fonction du nombre d'atomes.
Cette quantité de lumière diﬀusée est représentée pour diﬀérents désaccords sur la
Figure 4.14 a). La quantité de lumière diﬀusée est normalisée à celle obtenue, pour
chaque désaccord, pour un atome. Si les atomes se comportaient indépendamment,
la quantité de lumière diﬀusée devrait varier linéairement avec le nombre d'atomes
(courbe pointillée sur la Figure 4.14 a)). Les points expérimentaux dévient de cette
courbe, et, à résonance, on observe une importante suppression de l'excitation quand
le nombre d'atomes augmente. Quand le laser est désaccordé, la quantité de lumière
diﬀusée se rapproche de celle attendue pour des atomes indépendants. Cette sup-
pression de l'excitation est l'analogue de la suppression observée avec le blocage de
Rydberg (Comparat et Pillet, 2010). En eﬀet, les interactions dipôle-dipôle (non-
résonantes dans ce cas) entre atomes de Rydberg réduisent la probabilité d'excitation
1. Les calculs présentés prennent en compte la sélectivité en polarisation du système d'imagerie.
Nous avons vériﬁé numériquement que la largeur du spectre d'excitation collectif n'est pas diﬀérente
pour l'angle spéciﬁque de polarisation dont nous nous servons (55o de l'axe y, dans le plan OYZ). Par
contre, la sélection en polarisation inﬂue sur la quantité de lumière diﬀusée récoltée et fait l'objet
d'une étude spéciﬁque Section 4.5.
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lorsque la densité atomique augmente.
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Figure 4.14  a) Quantité de lumière diﬀusée relative en fonction du nombre
d'atomes dans le nuage, pour diﬀérents désaccords du faisceau excitateur, ex-
traite de la Figure 4.11 a) La quantité de lumière diﬀusée est normalisée à celle mesu-
rée par un seul atome. Les désaccords représentés sont : ∆ = 0 (ronds noirs), ∆ = Γ (tri-
angles rouges) et ∆ = 2.5Γ (carrés verts). La ligne pointillée noire correspond à la quan-
tité de lumière diﬀusée attendue pour des atomes indépendants. b) Quantité de lu-
mière diﬀusée par les atomes, extraite de la Figure 4.11 a) multipliée par
le facteur Γ
2
c+4(∆−Lc)2
ηΩ2
prédit par l'équation 4.5. Les désaccords représentés sont :
∆ = (−2.5,−1,−0.5, 0, 0.5, 1, 2.5)Γ. La ligne continue indique un ajustement moyen des don-
nées par une loi de puissance : a×N b. On obtient : bmoy = 0.83± 0.02.
La quantité de lumière diﬀusée attendue dans le cadre de la théorie de champ
moyen Timed Dicke est donnée par l'Équation 4.5. Nous avons multiplié la quantité
de lumière diﬀusée obtenue expérimentalement nexpray (N,∆) par le facteur
Γ2c+4(∆−Lc)2
ηΩ2
.
Nous appelons cette quantité Aexp(N,∆). Si le modèle de Timed Dicke s'applique à
notre système, alors, d'après l'Équation 4.5, nous devrions obtenir que Aexp(N,∆) est
proportionnel au nombre d'atomes. Cette quantité est représentée sur la Figure 4.14
b) pour les désaccords ∆ = (−2.5,−1,−0.5, 0, 0.5, 1, 2.5)Γ. À faible nombre d'atomes,
les données expérimentales et la théorie de Timed Dicke sont très comparables (ligne
en traits pointillés). Cependant, dès que le nombre d'atomes dépasse N ∼ 200, une
diﬀérence apparaît pour devenir supérieure à 30% pour 450 atomes. Cette déviation
de la courbe en traits pointillés indique que la diﬀusion de la lumière présentée ici va
au-delà d'un modèle de champ moyen. Nous avons ajusté les données expérimentales
par une loi de puissance a×N b. Cet ajustement est représenté sur la Figure 4.14 b).
On obtient une dépendance au nombre d'atomes bmoy = 0.83± 0.02. Cette puissance
est eﬀectivement plus faible que l'unité, ce qui conﬁrme la déviation au modèle de
champ moyen observée.
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4.2.6 Conclusion sur l'étude avec des impulsions courtes
En conclusion, cette étude réalisée à partir d'impulsions courtes de lumière a
permis de mettre en évidence le comportement collectif des atomes soumis à une ex-
citation lumineuse de faible intensité de saturation. Nous avons notamment pu mettre
en évidence un élargissement du spectre d'excitation des atomes qui s'accompagne
d'un décalage de la fréquence centrale d'excitation. Par ailleurs, nous avons montré
que les eﬀets collectifs induisent une suppression de l'excitation du nuage par rapport
au cas d'atomes indépendants. Nous avons comparé cette suppression de l'excitation
à la prédiction du modèle de champ moyen Timed Dicke et avons montré que la
diﬀusion qui se produit dans notre nuage ne peut pas être reproduite par un modèle
de champ moyen.
L'étude menée dans cette section nous a permis de mettre en évidence l'apparition
d'eﬀets collectifs entre les atomes lorsque leur nombre devenait suﬃsamment impor-
tant, c'est-à-dire lorsque la distance moyenne inter-particule devenait suﬃsamment
faible (le volume étant constant). Nous avons donc fait varier la densité du milieu en
modiﬁant uniquement le nombre d'atomes présents. Aﬁn de valider cette approche,
nous avons mené une seconde étude, dans la Section 4.3, qui adopte un point de
vue opposé quant à la variation de la densité. Il consiste à travailler avec un nombre
d'atomes dans le milieu qui est maintenu constant et à se servir d'un temps de vol
pour faire varier le volume du nuage.
4.3 Spectres d'excitation : excitation longue et uti-
lisation des temps de vol
Nous avons mis en place une seconde méthode de mesure des spectres d'excitation
reposant sur une excitation plus longue du nuage (∼ 2 µs). Nous avons ici réalisé
la mesure de la raie d'excitation collective sur des ensembles atomiques contenant
un nombre d'atomes ﬁxé mais dont la densité, et donc la distance moyenne inter-
particule, est modiﬁée en attendant pendant un temps de vol plus ou moins long
avant d'envoyer l'impulsion d'excitation lumineuse.
4.3.1 Description
Le principe de la mesure est proche de celui présenté pour des impulsions courtes
Section 4.2. Elle s'en diﬀérencie cependant sous deux aspects. D'une part, on ne se
sert que d'une seule impulsion par séquence, celle-ci étant plus longue ∼ 2 µs. D'autre
part, on utilise ici des nuages comportant un nombre ﬁxe d'atomes ∼ 450, dont on
fait varier la densité atomique en eﬀectuant un temps de vol après avoir relâché les
atomes du piège.
La séquence expérimentale utilisée pour la mesure est représentée Figure 4.15.
Succinctement, la séquence commence par la formation d'un PMO qui sert à charger
une macro-pince (∼ 4 µm), le PMO est ensuite éteint. La macro-pince sert ensuite
de réservoir de chargement pour une micro-pince (∼ 1.6 µm) pendant 220 ms. À la
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Figure 4.15  Chronogramme de
la séquence expérimentale utilisée
pour les mesures avec la méthode
des temps de vol. Les durées des
temps de vol utilisés sont ∆Ttdv =
(0.7, 1.7, 6.7, 8.7, 20.7) µs. La durée to-
tale de la séquence est de 350 ms. Ex-
périmentalement, nous utilisons quelques
centaines de séquences par point de me-
sure. Temps
PMO
 
Macro-piège
 
Micro-piège
 
Repompeur
 
Excitation 
 
I-CCD
 
Champ directeur
60 ms
Bdir=1.4 G
220 ms
200 µs
∆Ttdv
2 µs, s=0.1
suite de ce chargement, la macro-pince est éteinte. Après 60 ms laissées aux atomes
présents dans la micro-pince pour thermaliser, la pince contient (∼ 450) atomes à
une température ∼ 110 µK. Les atomes sont ensuite pompés en 200 µs dans les états
(52S1/2, F = 2) par un faisceau résonant avec la transition entre l'état (52S1/2, F = 1)
et l'état (52P3/2, F ′= 2).
Après cette étape de préparation du nuage atomique, les atomes sont relâchés en
espace libre. Après un temps d'attente ∆Ttdv variable, un pulse lumineux de faible
intensité de saturation s= 0.1, d'une durée ∼ 2 µs, proche de résonance avec la tran-
sition (52S1/2, F = 2) et l'état (52P3/2, F ′= 3) et de polarisation σ+, est envoyé sur
les atomes. La fréquence de ce faisceau excitateur est changée d'un point de mesure
à un autre. La quantité de lumière diﬀusée par les atomes est collectée par la len-
tille asphérique servant à créer le piège dipolaire. Cette quantité de lumière diﬀusée
est ensuite dirigée vers l'ICCD qui accumule la quantité de lumière diﬀusée par les
atomes sur plusieurs centaines de séquences. Un faible champ magnétique de 1.4 G
est appliqué selon l'axe z, parallèlement à l'axe du faisceau excitateur et il joue le
rôle d'axe de quantiﬁcation.
4.3.2 Spectre d'excitation en fonction du nombre d'atomes
Nous avons appliqué la séquence de mesure décrite ci-dessus pour déterminer le
spectre d'excitation du nuage atomique. En raison de la forte densité atomique (à
∆Ttdv = 0, n0 = 3.3× 1014 at/cm3), on s'attend à ce que la raie d'excitation collective
du nuage soit fortement modiﬁée via les interactions dipôle-dipôle entre les atomes.
Nous avons mesuré le spectre d'excitation collectif pour diﬀérents temps de vol
∆Ttdv = (0.7, 1.7, 2.7, 3.7, 4.7, 6.7, 8.7, 20.7) µs après que les atomes ont été relâchés du
piège. Les densités atomiques pics correspondantes sont (3.3, 2.1, 1.1, 0.7, 0.5, 0.25, 0.16,
0.022)× 1014 at/cm3 (voir détails du calcul Section 1.4.1). La Figure 4.16 représente
les résultats de cette mesure pour quelques temps de vols sélectionnés.
Plusieurs éléments apparaissent sur cette ﬁgure. Tout d'abord, lorsque le temps
de vol augmente, la quantité de lumière diﬀusée par le nuage augmente, cet eﬀet
est étudié en détails dans la Section 4.3.5. Deuxièmement, la largeur des spectres
d'excitation est d'autant plus importante que le temps de vol est court, i.e. que la
densité atomique est élevée. Cet eﬀet est présenté dans la Section 4.3.3. Aﬁn d'extraire
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Figure 4.16  Spectre d'excitation
en fonction du désaccord du fais-
ceau excitateur pour ∼ 450 atomes
pour diﬀérents temps de vol. Le
faisceau excitateur possède une inten-
sité de saturation s= 0.1 et sa du-
rée est ∼ 2 µs. De bas en haut :
(0.7, 1.7, 6.7, 8.7, 20.7) µs. Les courbes
continues sont des ajustements par des
fonctions lorentziennes. L'erreur typique
sur la quantité de lumière diﬀusée est
10% et celle sur la fréquence du faisceau
excitateur ±0.2Γ.
ces paramètres expérimentaux, nous avons ajusté les données expérimentales de la
Figure 4.16 par des fonctions lorentziennes.
4.3.3 Largeur des spectres et fréquence centrale d'excitation
À partir des ajustements lorentziens réalisés sur les données expérimentales de la
Figure 4.16, nous avons extrait les largeurs ainsi que le centre des raies d'excitation
collectives. Ces largeurs et fréquences centrales sont représentées sur la Figure 4.17.
La ﬁgure représente les données en fonction de la densité atomique. La densité étant
d'autant plus grande que le temps de vol utilisé est faible.
À faible densité, la largeur des spectres d'excitation tend vers Γ, la largeur na-
turelle attendue pour des atomes indépendants. Par contre, à plus forte densité ato-
mique, c'est-à-dire à plus faible temps de vol, la raie d'excitation est plus large, en
raison de la plus faible distance moyenne inter-particule qui implique des interactions
dipôle-dipôle plus importantes. La largeur est bien ajustée par une loi de puissance
phénoménologique FWHM=1+(1.12±0.03)×n(0.15±0.06) où la constante a été ﬁxée à
1. Cette condition sur la constante revient à supposer qu'à densité inﬁniment faible,
la largeur du spectre est équivalente à celle d'un seul atome indépendant.
Le décalage de la fréquence centrale des spectres d'excitation mesuré est compa-
tible avec un décalage nul. Nous avons aussi ajusté les données par la loi de puissance :
(2.4± 2) · 10−2 × n(0.1±0.6).
Comparaison avec les modèles de l'atome à deux niveaux et celui de
l'atome classique
Nous avons calculé numériquement le spectre d'excitation en utilisant les deux
modèles théoriques développés Section 3.3.3, modélisant l'atome comme étant un
atome à deux niveaux et le modèle de l'atome classique présenté Section 3.4.1. Nous
reprenons ici l'analyse eﬀectuée Section 4.2.4 pour l'étude des spectres d'excitation
avec des impulsions courtes.
Succinctement, nous évaluons ces deux modèles en modulant la force des inter-
actions entre les atomes. Cette modulation de l'amplitude des interactions est eﬀec-
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Figure 4.17  Largeur à mi-hauteur (FWHM) des spectres d'excitation expé-
rimentaux et décalage de la fréquence centrale de la résonance, en unités de
Γ, en fonction de la densité pic. Le décalage est mesuré par comparaison au cas de la
plus faible densité. La ligne continue représente un ajustement par une loi de puissance :
FWHM= 1 + (1.12± 0.09)× n(0.15±0.06) (voir texte). La ligne en traits pointillés indique un
ajustement par la loi de puissance : (2.4± 2) · 10−2 × n(0.1±0.6) (voir texte).
tuée entre sa valeur nominale et un facteur réducteur permettant de modéliser la
sous-structure Zeeman de la transition étudiée (52S1/2, F = 2)↔ (52P3/2, F ′= 3). La
Figure 4.18 représente les données expérimentales avec les deux modèles.
Les modèles ne reproduisent que partiellement le comportement observé expéri-
mentalement, des désaccords similaires avaient été observés Section 4.2.4. Les insuﬃ-
sances des modèles présentées dans cette précédente section expliquent également le
désaccord observé.
4.3.4 Comparaison avec la méthode des impulsions courtes
La Figure 4.19 a) représente les largeurs mesurées avec les deux méthodes de me-
sure en fonction de la densité atomique. Les largeurs des spectres d'excitation sont
très similaires dans les deux cas. En particulier, on remarque que l'augmentation très
rapide de la largeur se produit à des densités atomiques comparables. Pour des den-
sités plus élevées, l'augmentation de la largeur est plus faible dans les deux cas et ce
phénomène est d'importance comparable. Concernant la fréquence centrale d'excita-
tion, dans le cas des impulsions courtes, nous avions mis en évidence une dépendance
au nombre d'atomes, qui ne se retrouve pas lors de l'utilisation des impulsions plus
longues avec des temps de vol.
La similitude des résultats portant sur la largeur des spectres d'excitation nous
indique que la densité atomique semble être un paramètre permettant de prédire
l'apparition d'eﬀets collectifs. Ce résultat est étonnant, en premier lieu parce que
la méthode des impulsions courtes induit un élargissement des spectres d'excitation
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a) Modèle à deux niveaux b) Modèle classique
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Figure 4.18  Largeur à mi-hauteur (FWHM) des spectres d'excitation expé-
rimentaux, ainsi que le décalage de la fréquence centrale de la résonance, en
unités de Γ, en fonction de la densité aux modèles théoriques (voir texte). a)
Comparaison avec le modèle à deux niveaux. b) Comparaison avec le modèle classique. Dans
les deux cas, la force des interactions dipôle-dipôle est comprise entre sa valeur maximale et
la moyenne sur les coeﬃcients de Clebsh-Gordan (voir texte).
par les composantes spectrales liées à la brièveté de l'impulsion (∼ 0.3Γ, voir Section
4.2.2). On note cependant que les barres d'erreurs ne semblent pas totalement exclure
un accord entre les deux méthodes si les largeurs des spectres d'excitation réalisés
avec les impulsions courtes sont diminuées de ∼ 0.3Γ. En second lieu, il est surprenant
parce que nous avons présenté Section 4.1.5, une étude sur les eﬀets particuliers liés
à la taille ﬁnie des ensembles que nous manipulons et qui indiquent que la densité
atomique n'est pas un paramètre universel.
4.3.5 Quantité de lumière diﬀusée récoltée
Le second élément que nous extrayons des spectres d'excitation est la quantité de
lumière diﬀusée par le nuage dans la direction de détection, en fonction de la densité.
La Figure 4.20 représente la quantité de lumière diﬀusée par les nuages atomiques
à trois désaccords diﬀérents ∆ = (0, 0.5, 1)Γ normalisé au cas de plus faible densité
atomique. À résonance, la quantité de lumière diﬀusée normalisée diminue signiﬁcati-
vement lorsque la densité atomique augmente. Cet eﬀet de suppression de l'excitation
est atténué lorsque l'on se désaccorde de la résonance, ce qui est attendu en raison
de l'élargissement des spectres d'excitation dont sont extraites les quantités de lu-
mière diﬀusée. Dans le cas d'atomes indépendants, la quantité de lumière diﬀusée
attendue est une constante. Celle-ci est aussi indiquée sur la Figure 4.20. Les données
expérimentales dévient signiﬁcativement de cette droite, indiquant un comportement
collectif de la diﬀusion de la lumière. Nous pouvons comparer ces données avec celles
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Figure 4.19  a) Largeur à mi-hauteur (FWHM) des spectres d'excitation col-
lectifs avec les deux méthodes expérimentales en fonction de la densité, en unités
de Γ. b) Décalage de la fréquence centrale de la raie d'excitation collective en
unités de Γ. En carrés bleus : la méthode des impulsions courtes (Section 4.2) et en ronds
rouges : la méthode des impulsions plus longues avec le temps de vol.
obtenues lors de l'étude avec les impulsions courtes présentées Section 4.2.5. En par-
ticulier, la réduction de la quantité de lumière diﬀusée à résonance, pour la plus
forte densité, par rapport au cas d'atomes indépendants est de l'ordre de 65%. Sur
la Figure 4.14 a), nous avions trouvé une réduction de l'ordre de 75% de la quantité
de lumière diﬀusée à résonance pour la plus forte densité. Ces facteurs de réduction
étant très proches, ils nous indiquent ici aussi que ces deux méthodes d'études sont
compatibles et complémentaires.
Nous avons comparé ces quantités de lumière diﬀusée au modèle de Timed Dicke
déjà utilisé dans la Section 4.2.5 pour reproduire les données prises avec la méthode
des impulsions courtes. Ici, la densité étant modiﬁée par un temps de vol et non pas
en changeant le nombre d'atomes, l'application de la Formule 4.5 est encore plus
simple. En eﬀet, celle-ci ne dépend pas du volume du nuage, mais uniquement de sa
géométrie globale, qui reste une constante lors d'un temps de vol. Nous avons calculé
la quantité de lumière diﬀusée prédite par ce modèle et l'avons représentée sur la
Figure 4.20 en utilisant les valeurs de Γc et Lc présentées Section 4.3.3. Il n'y a aucun
paramètre libre dans ce modèle, et les données sont présentées en normalisant par la
quantité de lumière diﬀusée attendue dans le cas de plus faible densité. Le modèle
de Timed Dicke reproduit globalement le comportement observé, mais sans donner
d'accord quantitatif. Cependant, le modèle reproduit bien la quantité de lumière
diﬀusée obtenue pour la densité atomique la plus élevée. À la diﬀérence de l'étude
eﬀectuée Section 4.2.5, nous ne pouvons conclure ici quant à la déviation des données
expérimentales avec le modèle de champ moyen.
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Figure 4.20  Quantités de lumière diﬀusée en fonction de la densité dans le
nuage extraites de la Figure 4.16, pour diﬀérents désaccords du faisceau exci-
tateur. Les désaccords représentés sont : ∆ = 0 (ronds rouges), ∆ = 0.5Γ (triangles verts)
et ∆ = 1Γ (carrés bleus). Les courbes en traits continus correspondent à la prédiction de
l'Équation 4.5 dont les paramètres Γc(N) et Lc sont les valeurs expérimentales extraites
des spectres d'excitation de la Figure 4.17. Les données expérimentales sont normalisées au
cas de plus faible densité. Les barres d'erreurs sur les quantités de lumière diﬀusée sont de
l'ordre de 10% et celles sur la densité sont les mêmes que celles indiquées sur la Figure 4.18
(ces barres d'erreurs n'ont pas été portées sur la ﬁgure pour des raisons de clarté). La ligne
en traits pointillés indique le comportement attendu pour des atomes indépendants.
4.3.6 Conclusion sur l'étude avec des impulsions longues
En conclusion, cette seconde méthode d'étude des modiﬁcations du spectre d'exci-
tation d'un ensemble atomique, en utilisant des impulsions plus longues, a aussi per-
mis de mettre en évidence des eﬀets collectifs importants. En particulier nous avons
présenté de forts élargissements des spectres d'excitation lorsque la densité atomique
est de l'ordre de 1014 at/cm3. Par contre, nous n'avons pas observé de décalage de
la fréquence centrale d'excitation. Nous avons mis en évidence une suppression de
l'excitation du nuage qui est bien reproduite par le modèle de Timed Dicke.
Cette étude a été eﬀectuée avec un faisceau d'excitation faiblement saturant (s=
0.1), nous allons maintenant étudier le rôle de l'intensité du faisceau excitateur dans
ces eﬀets collectifs.
4.4 Inﬂuence de l'intensité d'excitation sur les eﬀets
collectifs
Les précédentes sections se sont concentrées sur l'étude des eﬀets collectifs avec un
faisceau excitateur de faible intensité (s= 0.1). Dans cette section, nous présentons
l'évolution du comportement d'un nuage d'atomes lorsque l'intensité est modiﬁée
sur plusieurs ordres de grandeur de s= 0.001 à s= 50. Cette étude est motivée par
deux objectifs : l'étude du domaine de validité d'une approche de faible excitation et
la mise en évidence d'eﬀets liés à l'intensité de saturation dans les interactions entre
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Figure 4.21  Chronogramme de la séquence expérimentale utilisée pour les
mesures avec la méthode des impulsions courtes. Les intensités de saturation utilisées
sont 0.001<s< 56.3 (voir détails Figure 4.22). La durée totale de la séquence est de 350 ms
et comprend 2400>Npulses> 4 impulsions de faisceau excitateur. Expérimentalement, nous
utilisons entre quelques dizaines et quelques centaines de séquences par point de mesure.
les atomes. L'explication des phénomènes observés sera principalement qualitative car
aucune théorie ne prédit le comportement d'un ensemble atomique dense soumis à une
forte excitation dès que N ≥ 10. Des travaux théoriques ont été récemment présentés
dans cette direction (Ott et al., 2013) mais ils ne concernent, pour le moment, que
des ensembles dilués.
4.4.1 Méthode expérimentale
Nous avons mesuré le spectre d'excitation des nuages atomiques en utilisant la
méthode des impulsions courtes déjà présentée Section 4.2.1. La gamme des intensités
de saturation du faisceau excitateur explorée pour cette étude s'étend sur plus de
quatre ordres de grandeur avec 0.001<s< 56.3. Le nombre d'impulsions utilisées par
séquence a été ajusté en conséquence. Le choix du nombre d'impulsions a été eﬀectué
en cherchant à envoyer le maximum d'impulsions (aﬁn de maximiser le rapport signal
sur bruit) tout en maintenant l'élévation de la température résultante des impulsions
inférieure à 10% ainsi qu'un taux de dépompage d'atome dans l'état F=1 qui soit
inférieur à 1% (voir Section 4.2.1). Nous avons utilisé 2400>Npulses > 4 impulsions
de faisceau excitateur par séquence. Le chronogramme de la séquence expérimentale
est représenté Figure 4.21.
Le nombre d'atomes à l'intérieur de la micro-pince pour cette étude est N = 300±
100 atomes à des températures T = 150±30 µK. La densité atomique correspondante
est n0 = 1.0± 0.7× 1014 at/cm3.
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4.4.2 Spectres d'excitation en fonction de l'intensité du fais-
ceau excitateur
La Figure 4.22 représente la largeur à mi-hauteur en fonction de l'intensité de
saturation du faisceau excitateur utilisé. Lorsque les atomes sont fortement excités,
on observe une augmentation importante de la largeur de la raie, un phénomène que
l'on attribue à la saturation de la transition. En eﬀet, dans ce régime, la largeur de
la résonance des atomes suit la largeur attendue pour un seul atome à deux niveaux
soumis à une excitation identique (ligne en traits pointillés sur la ﬁgure). Cette largeur
s'exprime ainsi :
Γ1at = Γ
√
1 + I/Isat . (4.6)
L'élargissement prononcé observé à forte saturation est donc principalement dominé
par l'élargissement lié à l'intensité de saturation importante du faisceau. Cette conclu-
sion est en accord avec la discussion qualitative présentée à la ﬁn de (Chomaz et al.,
2012).
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Figure 4.22  Largeur à mi-hauteur (FWHM) des spectres
d'excitation collectifs, en unités de Γ, en fonction de l'inten-
sité de l'excitation. Les intensités de saturation utilisées sont s=
(56.3, 20, 10, 6, 3, 1, 0.6, 0.3, 0.1, 0.1, 0.1, 0.027, 0.012, 0.01, 0.006, 0.006, 0.006, 0.003, 0.003,
0.001, 0.001) correspondant à Npulses = (4, 4, 12, 12, 12, 70, 70, 70, 200, 200, 200, 300, 300, 200,
2400, 2400, 2400, 2400, 2400, 2400, 2400) impulsions de faisceau excitateur. La courbe en
traits pointillés noirs correspond à la largeur attendue pour un seul atome à deux niveaux.
En revanche, le comportement à faible intensité est, lui, inattendu : la largeur
de la résonance augmente de 2Γ à 3Γ lorsque l'intensité passe de s= 0.1 à s= 0.001.
Nous n'avons pas été en mesure d'explorer des intensités lumineuses moins fortes en
raison du signal collecté sur l'ICCD qui devenait trop faible pour être mesuré avec
une précision suﬃsante en un temps raisonnable (quelques heures). Néanmoins, le
comportement mis en évidence ici est en contradiction avec les modèles présentés
Section 3.3 et Section 3.4 dans lesquels la largeur de la raie d'excitation collective
doit être indépendante de l'intensité du faisceau excitateur. Aﬁn d'expliquer ce com-
portement, nous présentons un modèle simple, inspiré du blocage de Rydberg (voir,
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par exemple (Comparat et Pillet, 2010)).
Le champ rayonné par un dipôle excité par un champ laser EL peut s'écrire, à une
distance r et en ne gardant que le terme de rayonnement aﬁn de simpliﬁer l'approche :
Eray =
3
2
EL
kr
eikr . (4.7)
Le champ laser d'amplitude EL est relié à l'intensité laser et à l'intensité de saturation
de l'atome par : EL =Esat
√
I/Isat, où Esat est le champ électrique associé à l'intensité
de saturation. Cette expression signiﬁe que si l'on place deux atomes à une distance
inférieure à 1/k, le champ rayonné par un atome peut saturer le second, bien que
le champ excitateur EL soit plus faible que l'intensité de saturation. De plus, deux
raisons peuvent expliquer que lorsqu'un atome est saturé, il ne contribue plus au
rayonnement. La première est que si un atome est saturé par un de ses voisins, il
est transparent pour les photons du laser excitateur et ne peut donc pas les diﬀuser.
La seconde est que si un atome est saturé, il émet des photons à la fréquence de la
transition atomique ω0. Ces photons sont incohérents avec ceux du laser excitateur
et ils n'interfèrent donc pas avec les photons diﬀusés par les atomes. Ainsi, tous les
atomes situés dans une sphère de rayon rB autour d'un atome, avec krB =
√
I/Isat,
sont saturés et ils ne contribuent donc pas au rayonnement. L'énergie d'interaction
la plus importante entre une paire d'atomes est <Vdip−dip>∼ ~Γ/krB∼ ~Γ
√
Isat/I.
Si l'on fait l'hypothèse que la largeur de la raie d'excitation collective est celle de
l'interaction dipôle-dipôle la plus importante, alors ce petit modèle prédit que la
largeur est d'autant plus importante que l'intensité du faisceau excitateur est faible,
ce qui correspond à ce que nous avons mesuré.
Le modèle simple prédit donc que l'augmentation de la largeur résultant de l'abais-
sement de l'intensité d'excitation, est une signature d'un eﬀet de blocage dû à l'inter-
action dipôle-dipôle. Nous avions présenté cet eﬀet Section 3.1. Bien que ce modèle
reproduise qualitativement le comportement expérimental observé, la façon de relier
ce dernier aux modèles présentés Section 3.3 et Section 3.4 est peu évidente. En eﬀet
ces deux modèles prédisent que la largeur de la raie d'excitation collective est indé-
pendante de l'intensité de l'excitation. En particulier, le petit modèle que l'on vient
de développer implique que l'hypothèse de diﬀusion élastique, à la base des modèles
de la Section 3.3 et de la Section 3.4, est impossible à satisfaire avec des ensembles
d'atomes interagissant par l'interaction dipôle-dipôle résonante : quelle que soit l'in-
tensité d'excitation, il est impossible d'avoir une excitation unique dans le nuage si
les atomes sont suﬃsamment proches.
4.4.3 Quantité de lumière diﬀusée à résonance en fonction de
l'intensité du faisceau excitateur
Nous avons aussi mesuré la quantité de lumière diﬀusée par les atomes en fonction
de l'intensité de l'excitation à résonance (∆ = 0). Cette quantité de lumière diﬀusée
est représentée sur la Figure 4.23. Nous avons normalisé la quantité de lumière dif-
fusée par le nombre d'atomes présents dans l'ensemble atomique ainsi que par le
nombre de pulses d'excitation utilisés (voir Section 4.4.1) aﬁn d'obtenir un signal qui
4.4 Inﬂuence de l'intensité d'excitation sur les eﬀets collectifs 153
soit proportionnel au nombre de photons détectés par atome durant un seul pulse
d'excitation.
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Figure 4.23  Nombre de photons diﬀusés par atome, pendant une seule im-
pulsion d'excitation, en fonction de l'intensité de faisceau excitateur. En croix
oranges : avec un seul atome ; en losanges verts : 100 ± 30 atomes et en carrés bleus :
300 ± 100 atomes. En traits pointillés noirs, la modélisation à douze niveaux par les équa-
tions de Bloch optiques pour un atome unique (voir texte). En traits points : la même courbe
que pour un atome unique mais multipliée par un facteur réducteur (voir texte).
Trois types de nuages sont étudiés. Le premier comprend un seul atome et cor-
respond aux points émettant la quantité de lumière diﬀusée la plus importante sur
la Figure (croix oranges). Nous avons modélisé la réponse d'un atome à partir des
équations de Bloch optiques à douze niveaux (voir Annexe B) en prenant pour l'ex-
citation le pulse expérimental représenté Figure 4.10 b). Nous avons supposé une
équi-répartition des populations dans les cinq états fondamentaux. Le nombre de
photons émis en fonction de l'intensité du faisceau excitateur est représenté en traits
pointillés noirs sur la Figure 4.23. Nous avons dû ajuster la courbe obtenue d'un
facteur 1.2. Ce facteur est compatible avec l'incertitude sur la détectivité de notre
système d'imagerie (voir Section 1.2.3). Cette simulation numérique reproduit bien
la quantité de lumière diﬀusée obtenue expérimentalement avec un seul atome.
Sur la Figure 4.23, deux autres cas sont aussi représentés : un cas où la densité
atomique est forte et un cas où elle est moyenne. Le cas à forte densité correspond
à des nuages comprenant 300 ± 10 atomes, c'est-à-dire une densité atomique pic
n0 = 1±0.7×1014 at/cm3. De façon phénoménologique, nous avons reproduit la courbe
de la quantité de lumière diﬀusée, que nous avions calculée numériquement pour un
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atome, sur ces données, en multipliant la courbe par un facteur numérique que nous
avons ajusté à 0.4. Cette courbe reproduit étonnamment bien les données obtenues
dans ce cas de nuages denses. Ce résultat est surprenant au sens où le comportement
collectif de cette assemblée d'atomes semble être identique à celui d'un seul atome
à un facteur de réduction unique quelle que soit l'intensité du faisceau excitateur.
Le dernier cas étudié est un cas intermédiaire entre l'atome unique et les nuages
denses. Nous avons utilisé des nuages comprenant 100± 30 atomes c'est-à-dire ayant
une densité atomique pic n0 = 3 ± 1 × 1013 at/cm3. À faible intensité de saturation,
la quantité de lumière diﬀusée par atome est identique à celle d'un atome isolé.
Par contre, lorsque l'intensité de saturation est plus élevée, la quantité de lumière
diﬀusée diminue et devient identique à celle obtenue dans le cas des nuages denses.
Ce cas d'une densité atomique intermédiaire illustre la zone de transition entre le
cas d'un macro-atome et celui d'atomes indépendants. Aﬁn d'étudier plus en détail
ce phénomène, nous avons eﬀectué une étude de la quantité de lumière diﬀusée en
fonction du nombre d'atomes à des intensités de saturation diﬀérentes.
Figure 4.24  Nombre de pho-
tons diﬀusés par atome, durant
une excitation, normalisé au cas
d'un atome, en fonction du nombre
d'atomes. L'intensité du faisceau ex-
citateur est s= 0.1 (carrés rouges), 1
(ronds verts), 10 (cercles bleus) et 33
(triangles noirs).
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La Figure 4.24 représente le nombre de photons collectés par atome, norma-
lisé au cas d'un seul atome, en fonction du nombre d'atomes dans le nuage. Cette
courbe est représentée pour diﬀérentes intensités de saturation du faisceau excitateur
s= (0.1, 1, 10, 33). Le cas s= 0.1 correspond à celui déjà étudié Section 4.2.5 mais où
la quantité de lumière diﬀusée est maintenant divisée par le nombre d'atomes. On
observe que lorsque le nombre d'atomes devient suﬃsamment important, la quantité
de lumière diﬀusée, par rapport au cas à un atome, semble indépendante de l'in-
tensité du faisceau excitateur. Cette quantité tend vers la valeur asymptotique de
∼ 0.4. Cette valeur est atteinte pour des nombres d'atomes d'autant plus faibles que
l'intensité du faisceau excitateur est importante. Une explication possible de ce com-
portement vient du pompage optique. Comme présenté Section 3.4 (voir aussi (Balik
et al., 2009, 2013)), quand le nombre d'atomes présents dans un nuage augmente,
les champs diﬀusés possèdent une polarisation très complexe et dans ce cas, tous les
sous-états Zeeman de la transition de l'état (52S1/2, F = 2) vers l'état (52P3/2, F ′= 3)
participent au rayonnement. On reprend ici le calcul eﬀectué Section 3.3.4 qui permet
de réduire la sous-structure Zeeman à une seule transition à deux niveaux en appli-
quant un facteur réduisant l'amplitude de l'interaction par rapport à la transition
extrême entre l'état
∣∣52S1/2, F = 2,mF = 2〉 et l'état ∣∣52P3/2, F ′= 3,m′F = 3〉. Nous
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avions alors trouvé un facteur 0.34. Cette valeur est très proche de la valeur mesurée
expérimentalement. Quand l'intensité du faisceau excitateur augmente, le pompage
optique étant plus eﬃcace, l'asymptote est alors atteinte pour un nombre d'atomes
plus faible. La modélisation théorique exacte de ces phénomènes est extrêmement
diﬃcile, notamment en raison de la complexité du calcul de la polarisation du champ
à l'intérieur du nuage.
4.4.4 Conclusion sur l'inﬂuence de l'intensité
Nous avons étudié l'inﬂuence de l'intensité de saturation du faisceau excitateur sur
la forme des spectres d'excitation ainsi que la quantité de lumière diﬀusée obtenue.
Nous avons pu mettre en évidence des comportements liés à cette saturation que
nous avons expliqués qualitativement par un modèle simple. La modélisation exacte
de ces phénomènes est particulièrement complexe car elle nécessite d'introduire la
saturation des transitions atomiques, une telle modélisation pour des atomes dans un
nuage dense va au-delà de ce manuscrit.
Au cours de cette étude, pour expliquer le comportement de la quantité de lumière
diﬀusée détectée en fonction du nombre d'atomes, nous avons émis des hypothèses
concernant des modiﬁcations de la polarisation de la lumière émise par les atomes qui
nous ont permis d'expliquer le comportement observé. Nous avons poussé cette étude
de la polarisation de la lumière émise par les atomes plus en détail et cette étude fait
l'objet de la section ci-dessous.
4.5 Modiﬁcation de la polarisation de la lumière émise
par les atomes du nuage
Aﬁn de comprendre l'incidence de la structure interne des atomes sur la diﬀusion
de la lumière à forte intensité, nous avons analysé la polarisation de la lumière émise
par les atomes. Nous avons eﬀectué cette analyse, dans un premier temps, avec un
seul atome et, dans un second temps, avec un ensemble d'atomes en faisant varier la
densité atomique.
4.5.1 Analyse de la polarisation : cas d'un seul atome
Dans un premier temps, nous avons eﬀectué l'analyse de la polarisation de la
lumière émise par un seul atome. Le principe de la mesure est représenté sur la
Figure 4.25 a) qui reprend notre système d'imagerie. L'atome diﬀuse de la lumière
sous l'eﬀet d'un champ excitateur de polarisation σ+. L'axe de quantiﬁcation est créé
par un faible champ magnétique suivant l'axe z. La lumière diﬀusée par l'atome est
collectée par une lentille de grande ouverture numérique. Cette lumière diﬀusée est,
par la suite, divisée par un cube séparateur de polarisation devant lequel est placée
une lame λ/2 que l'on va tourner. À la sortie du cube, la lumière diﬀusée est collectée
soit par la photodiode à avalanche, soit par la caméra intensiﬁée.
156
Chapitre 4: Étude spectrale de la diﬀusion de la lumière par un nuage
dense
Temps
Mélasse
 
Piège
 
Excitation
 
Repompeur
Champ directeur
ICCD
 
APD
10 µs, s=1
Bdir=1.4G
12 µs
Lentille asphérique
Excitation
APD
I-CCD
Photodiode 
à avalanche
Caméra intensifiée
lame λ/2
b) Séquence de mesurea)
B
Axe z
Axe x
Figure 4.25  a) Système d'imagerie de notre dispositif expérimental. L'analyse
de la quantité de lumière diﬀusée est eﬀectuée en modiﬁant l'angle de la lame
λ/2. b) Chronogramme de la séquence expérimentale utilisée pour analyser la
polarisation de la quantité de lumière diﬀusée par un atome unique. La profondeur
de la micro-pince optique est U0,micro/kB = 1.5 mK et sa taille est 1.6 µm.
L'atome étant soumis à un champ excitateur de polarisation σ+ se propageant
suivant l'axe z, la polarisation de la lumière collectée par la lentille asphérique est
majoritairement orientée suivant l'axe y. Du fait de sa grande ouverture numérique, la
polarisation exacte de la lumière collectée par la lentille n'est pas purement linéaire.
L'Annexe D présente une étude détaillée de cette polarisation ainsi que de sa pro-
pagation au travers du système d'imagerie. En tournant la lame λ/2 devant le cube
séparateur de polarisation, il est possible d'analyser cette polarisation en mesurant la
quantité de lumière diﬀusée collectée sur l'APD et sur l'ICCD en fonction de l'angle
de la lame.
Le chronogramme de la séquence expérimentale utilisée pour réaliser cette analyse
est représenté sur la Figure 4.25 b). Nous formons une mélasse optique qui sert à
charger la micro-pince optique avec exactement un atome. Nous envoyons sur l'atome
un faisceau repompeur résonnant avec la transition entre l'état (52S1/2, F = 1) et
l'état (52P3/2, F ′= 2) qui permet de s'assurer que la population atomique est bien
dans l'état F = 2. Nous faisons alors diﬀuser l'atome grâce à un faisceau excitateur
résonnant avec la transition entre l'état (52S1/2, F = 2) et l'état (52P3/2, F ′= 3). La
lumière diﬀusée est récoltée et analysée suivant la méthode décrite précédemment.
La quantité de lumière diﬀusée collectée sur la caméra, ainsi que sur la photodiode
à avalanche, en fonction de l'angle de la lame λ/2, est représentée sur la Figure
4.26. Les données présentent un bruit assez important en raison du processus de
déclenchement des expériences en atome unique qui utilise la marche ﬂuorescence qui
se produit lorsqu'un atome entre dans la pince optique. La ﬂuorescence provenant
de l'atome étant récoltée par la photodiode à avalanche, lorsque l'on tourne la lame
λ/2 du système d'imagerie, la marche de ﬂuorescence est parfois très faible, ce qui
rend le déclenchement sur un atome unique incertain. En dépit d'une dispersion
des points, une tendance claire se dessine : la lumière diﬀusée est soit dirigée vers
la photodiode à avalanche, soit vers la caméra, supportant ainsi l'hypothèse d'une
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polarisation principalement linéaire de la lumière. Nous avons ajusté les données
expérimentales par des fonctions sinusoïdales qui sont représentées en traits continus
sur la Figure 4.26. Nous avons imposé la période angulaire à 90o dans l'ajustement.
Les deux courbes ajustées sont quasiment parfaitement opposées en phase, l'écart
entre les deux étant de ∼ 5o.
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Figure 4.26  Quantité de lu-
mière, en unité arbitraire, collec-
tée sur la caméra intensiﬁée (carrés
bleus) et sur la photodiode à ava-
lanche (ronds rouges) en fonction
de l'angle, en degrés, de la lame λ/2
du système d'imagerie (voir Figure
4.25 a)). Le zéro sur l'axe des abscisses
est placé arbitrairement pour le premier
point. La barre d'erreur typique sur les
données est de 15%. Les données sont
ajustées par des fonctions sinusoïdales
dont la période est égale à 90o.
4.5.2 Analyse de la polarisation : cas d'un milieu dense
Nous avons réalisé la même expérience que celle faite avec un seul atome mais avec
un nuage dense comprenant ∼ 450 atomes froids et pour diﬀérents temps de vol aﬁn
de faire varier la densité atomique. La séquence expérimentale est représentée sur la
Figure 4.27. Cette séquence est très proche de celle utilisée Section 4.3 pour mesurer
le spectre d'excitation à la diﬀérence que nous faisons ici varier l'angle de lame λ/2
du système d'imagerie au lieu de la fréquence du faisceau excitateur. Succinctement,
la séquence commence par la formation d'un PMO qui sert à charger une macro-
pince (∼ 4 µm), ce dernier est ensuite éteint. La macro-pince sert ensuite de réservoir
de chargement pour une micro-pince (∼ 1.6 µm) pendant 220 ms. À la suite de ce
chargement, la macro-pince est éteinte. Après 60 ms laissés aux atomes présents dans
la micro-pince pour thermaliser, la pince contient (∼ 450) atomes à une température
∼ 110 µK. Les atomes sont alors relâchés en espace libre. Après un temps d'attente
∆Ttdv variable, un pulse lumineux de forte intensité de saturation s= 1, d'une durée
∼ 2 µs, proche de résonance avec la transition (52S1/2, F = 2) et l'état (52P3/2, F ′= 3),
et de polarisation σ+, est envoyé sur les atomes. Un faisceau repompeur est allumé
2 µs avant le début du pulse d'excitation et est maintenu allumé aﬁn que toute
la population atomique soit dans l'état (52S1/2, F = 2). La lumière diﬀusée par les
atomes est collectée par la caméra intensiﬁée. Chaque point de mesure correspond
à la réalisation d'un nombre compris entre 50 et 100 séquences, à la suite de quoi,
l'angle de lame λ/2 est changé.
Le résultat de l'expérience est représenté sur la Figure 4.28. L'expérience a été réa-
lisée avec quatre temps de vol diﬀérents ∆Ttdv = (0, 10, 30, 60) µs avec ∼ 450 atomes
à chaque fois. À temps de vol long, il est quasiment possible d'annuler la quantité de
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Figure 4.27  Chronogramme de
la séquence expérimentale utilisée
pour mesurer la modiﬁcation de la
polarisation de la lumière émise
par les atomes en fonction du
temps de vol. La profondeur de la
micro-pince optique est U0,micro/kB = 1.5
mK et sa taille est 1.6 µm. Temps
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lumière diﬀusée par les atomes lorsque l'on fait tourner la lame λ/2. La polarisation
atomique est donc proche d'être linéaire, ce qui est attendu en raison de la faible den-
sité atomique (n0∼ 1011 at/cm3). À temps de vol plus court, les interactions entre les
atomes jouent un rôle : elles viennent modiﬁer la polarisation de la lumière émise par
les atomes. En eﬀet, plus le temps de vol est court, moins l'oscillation est contrastée,
preuve que la polarisation de la lumière n'est plus uniquement linéaire.
40
30
20
10
0
80400
Angle lame λ/2 (o)
60
40
20
0
80400
Angle lame λ/2 (o)
120
100
80
60
40
20
0
80400
Angle lame λ/2 (o)
800
600
400
200
0
80400
Angle lame λ/2 (o)
Lumière diffusée (a.u) collectée sur l’ICCD:
a) ∆Ttdv=0 µs b) ∆Ttdv=10 µs c) ∆Ttdv=30 µs d) ∆Ttdv=60 µs
Figure 4.28  Quantité de lumière diﬀusée récoltée sur la caméra en fonction
de l'angle de la lame λ/2 du système d'imagerie pour diﬀérents temps de vol :
a) 0 µs, b) 10 µs, c) 30 µs et d) 60 µs. La barre d'erreur typique correspond à 10% et
a été mesurée par répétabilité. Les données sont ajustées par des fonctions sinusoïdales de
période 90o.
À partir des oscillations observées sur la Figure 4.28, nous avons extrait le contraste :
C = (Imax− Imin)/(Imax + Imin). Celui-ci est représenté sur la Figure 4.29. Nous avons
aussi représenté sur cette ﬁgure le contraste maximum attendu pour notre système
d'imagerie C = 0.92 (voir Annexe D).
Pour le temps de vol maximum que nous avons mesuré, le contraste obtenu est
proche de la limite maximale. Par contre, pour un temps de vol plus faible, le contraste
chute, preuve de l'importance de la structure interne de l'atome dans le processus de
diﬀusion résonnante de la lumière à une intensité de saturation s= 1 du faisceau exci-
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Figure 4.29  Contraste obtenu
dans l'analyse en polarisation de
la lumière émise par les atomes en
fonction du temps de vol avant la
mesure. En carrés bleus : les contrastes
extraits de la Figure 4.28. En trait
continu orange : la limite maximale de
contraste attendue pour notre système
d'imagerie. En traits pointillés : la simu-
lation théorique à partir du modèle des
dipôles couplés classiques.
tateur. Nous avons fait une simulation numérique du contraste à partir des équations
des dipôles couplés classiques dans des conditions identiques aux conditions expéri-
mentales. Le résultat de cette simulation est représenté sur la Figure 4.29. À fort
temps de vol, le contraste mesuré et celui simulé sont très proches. Pour des temps
de vol moins longs, la simulation prédit aussi une diminution du contraste mais à
un temps de vol plus faible, soit à une densité plus élevée que celle mesurée expéri-
mentalement. Nous attribuons cette diﬀérence d'une part, à la simplicité du modèle
des dipôles classiques qui ne prend pas en compte la sous-structure Zeeman complète
du rubidium responsable du changement de la polarisation émise par les atomes.
D'autre part, l'hypothèse de dipôles classiques ne prend pas en compte les aspects
liés à l'intensité de saturation s= 1 utilisée ici, qui peuvent être non négligeables.
4.5.3 Conclusion sur la modiﬁcation de la polarisation
Nous avons démontré que lorsque la densité atomique d'un nuage devient suf-
ﬁsamment importante, la polarisation émise par les atomes change en raison de la
sous-structure Zeeman complexe des atomes de rubidium. Nous avons comparé ces
données au modèle simple des dipôles classiques qui reproduit partiellement le com-
portement observé sans donner un accord exact quant à la densité atomique à partir
de laquelle cette modiﬁcation de la polarisation devient importante. Cette étude nous
permet de conﬁrmer l'importance de la modiﬁcation de la polarisation dans la diﬀu-
sion de la lumière par un milieu dense, une hypothèse que nous avons émise Section
4.4.3 pour expliquer la quantité de lumière diﬀusée en fonction de l'intensité de sa-
turation.
Il faut noter que l'étude présentée ici a été eﬀectuée à intensité de saturation
élevée. En particulier, ces résultats ne s'appliquent pas aux études présentées Section
4.2 et Section 4.3 qui utilisent des intensités faibles. Nous avons eﬀectué une étude
préliminaire de la modiﬁcation de la polarisation de la lumière diﬀusée à une intensité
de saturation plus faible (s= 0.1), qui indique que les eﬀets sont signiﬁcativement
réduits (facteur de réduction >10) par rapport au cas présenté ici. Il n'est donc pas
possible d'expliquer la suppression de l'excitation observée Sections 4.2.5 et 4.3.5 par
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des eﬀets de polarisation.
4.6 Conclusion
Ce chapitre a présenté notre étude de la modiﬁcation de la raie d'excitation col-
lective du rubidium en présence de l'interaction dipôle-dipôle résonnante. Nous avons
montré, avec deux méthodes diﬀérentes, un élargissement de la raie d'excitation que
nous avons interprété comme une signature d'un comportement collectif des atomes
du nuage. Nous avons comparé les données obtenues aux modèles développés dans
le Chapitre 3 qui reproduisent le comportement observé sans donner un accord nu-
mérique satisfaisant. Nous avons démontré que les données indiquent clairement un
comportement au-delà du modèle de champ moyen "Timed Dicke". Nous avons pré-
senté nos résultats concernant la modiﬁcation de la raie d'excitation collective lorsque
l'intensité de saturation était modiﬁée et avons démontré une claire dépendance des
eﬀets collectifs avec l'intensité du faisceau excitateur. Finalement, nous avons présenté
une étude de la polarisation émise par les atomes en interactions et avons démontré
l'importance de la sous-structure Zeeman lorsque l'intensité de saturation est élevée.
Ce chapitre s'est intéressé à l'étude spectrale de la diﬀusion de la lumière. La
largeur de la raie d'excitation collective correspond aussi à la durée de vie des modes
collectifs excités à l'intérieur du nuage. Le chapitre suivant présente quant à lui le
début d'étude temporelle de la diﬀusion de la lumière dans les milieux denses que
nous avons jusqu'à présent eﬀectuée.
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Lors du précédent chapitre, nous avons mis en évidence l'une des conséquences
des interactions dipôle-dipôle qu'est la modiﬁcation des spectres d'excitation collectifs
des nuages atomiques. Nous avons notamment démontré que ces spectres d'excitation
s'élargissent. Or, ces élargissements dans le domaine spectral peuvent aussi être vus
comme des modiﬁcations des durées de vie des états collectifs du nuage. C'est pour-
quoi nous étudierons, dans le présent chapitre, la diﬀusion de la lumière d'un point
de vue temporel et notamment les modiﬁcations qui apparaissent dans la forme tem-
porelle de la désexcitation d'un nuage atomique liées aux interactions dipôle-dipôle.
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Ce chapitre commence par une étude de la diﬀusion d'une impulsion gaussienne
de lumière par un seul atome nous permettant de mettre en évidence le retard de
Wigner. Nous présentons aussi diﬀérents arguments sur le comportement attendu en
présence de plus d'un atome dans l'ensemble. Ensuite, nous étudions théoriquement
les équations des dipôles couplés présentées dans le Chapitre 3, qui sont appliquées à
l'étude de la désexcitation d'un ensemble d'atomes faiblement excités. Nous étudions
notamment les régimes expérimentaux prometteurs pour la mise en évidence de la
sousradiance et de la superradiance avec des ensembles mésoscopiques.
5.1 Mise en évidence expérimentale du retard de
Wigner avec un seul atome
Lorsqu'une onde est envoyée sur un atome, un processus de diﬀusion élastique et
inélastique de cette onde prend place. Si l'intensité de saturation du faisceau exci-
tateur est faible, l'onde est principalement diﬀusée élastiquement (Cohen-Tannoudji,
Dupont-Roc, et Grynberg, 1988). Au cours de ce processus, la fréquence de la lumière
diﬀusée reste égale à la fréquence d'excitation. De plus, d'un point de vue temporel,
la diﬀusion élastique d'une onde par un dipôle, atome ou tout autre entité, est un pro-
cessus à retard. Cet eﬀet a été dérivé pour la première fois par (Wigner, 1955; Smith,
1960). Ce retard peut être vu comme la durée de vie de l'état résonnant qui se forme
lors de la diﬀusion. Ce retard est important dans l'étude temporelle de la diﬀusion
de la lumière dans un nuage dense, puisque c'est cette durée qui gouverne le temps
de transport de l'énergie (Lagendijkalb et Van Tiggelen, 1996; Labeyrie et al., 2003;
Van Tiggelen et al., 1992). De nombreuses études théoriques ont aussi été portées sur
ce retard, en particulier dans les milieux aléatoires (Nussenzveig, 1997; Lagendijkalb
et Van Tiggelen, 1996; Van Tiggelen et al., 1999).
Les processus de diﬀusion élastique sont des processus qui apparaissent dans de
nombreux domaines de la physique, cependant, dans la plupart des cas, le retard
- dit retard de Wigner - associé à la diﬀusion, est très faible. En eﬀet, ce temps
dépend directement de la durée de vie de la résonance qui s'avère très courte dans de
nombreux cas. La première mise en évidence de ce retard a été réalisée par (Maroni,
Massa, et Vannini, 1976). Les auteurs ont mis en évidence un retard de 10−20s dans la
diﬀusion de protons sur une cible de carbone, et ce, en utilisant les interférences dans
le rayonnement Bremsstrahlung. En utilisant la réﬂexion d'un laser femtoseconde sur
une surface métallique, les auteurs (Chauvat et al., 2000) ont pu mesurer le retard
de Wigner associé à la résonance du plasmon présent sur la surface métallique. Plus
récemment, la métrologie attoseconde a permis la mesure de retard de 10 à 100 as
lors de l'émission de photoélectrons d'une surface d'un cristal de tungsten (Cavalieri
et al., 2007) et d'une vapeur atomique (Schultze et al., 2010).
Nous présentons ici notre étude de ce retard, que nous avons mesuré en réalisant
l'expérience de pensée de Wigner, à savoir la diﬀusion d'une onde par un diﬀuseur
unique, i.e. un atome unique dans notre cas.
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5.1.1 Retard de Wigner pour la diﬀusion d'une onde
Supposons un atome à deux niveaux |f〉 et |e〉. En présence d'un champ faiblement
excitateur, l'atome présente un dipôle d(ω) =α(ω)E0(ω), avec α(ω), la polarisabilité
complexe de l'atome déﬁnie par :
α(ω) =−def
~
1
ω − ω0 + iΓ2
, (5.1)
où on réutilise les notations des chapitres précédents : ω, la fréquence de la lumière
excitatrice, ω0, la fréquence de la transition entre les états |f〉 et |e〉 et τ = 1/Γ, la
durée de vie de cette transition. Cette expression n'est valable que si l'intensité de
saturation du faisceau excitateur est faible, c'est-à-dire si s= I/Isat 1, avec Isat qui
indique toujours l'intensité de saturation de la transition considérée. Le champ diﬀusé
par l'atome peut s'écrire, en champ lointain et à la position r :
Eray(ω, r, t) =
ω2
4pi0c2
d(ω)
eiω(t−
r
c
)
r
f , (5.2)
où f est un facteur qui comprend la dépendance spatiale de la diﬀusion. Aﬁn de
visualiser ce retard, nous allons maintenant supposer que l'excitation possède une
forme temporelle dont le centre est aisément identiﬁable. Nous avons choisi une forme
temporelle gaussienne.
Cas d'une excitation par un pulse gaussien
Considérons maintenant le cas d'un atome excité par un pulse lumineux dont
la dépendance temporelle suit une loi gaussienne. On peut écrire le champ lumineux
suivant E(t) =E0e
− t2
2∆t2 eiωLt, dont la fréquence centrale est ωL et sa largeur temporelle
est ∆t. Sa distribution fréquentielle est E˜(ω)∝ e− (ω−ωL)
2
2∆ω2 , avec ∆ω= 1/∆t.
Le champ diﬀusé par le dipôle atomique est donc :
Eray(r, t)∝
∫ +∞
−∞
ω2 |α(ω)| e−iΦ(ω)E˜(ω)e
iω(t− r
c
)
r
dω , (5.3)
avec α(ω) = |α(ω)| e−iΦ(ω) et Φ(ω) = arctan
(
Γ
2(ω0−ω)
)
, le décalage de phase. Dans la
limite ∆t τ , c'est-à-dire ∆ωΓ, la polarisabilité varie lentement par rapport à
E˜(ω) qui est centré autour de ωL. On eﬀectue donc le développement de Φ(ω) au-
tour de ωL, ce qui nous permet de dériver l'amplitude du champ dans une certaine
direction :
Eray(r, t)∝ |α(ωL)|
∫ +∞
−∞
e−
(ω−ωL)2
2∆ω2 eiω[t−
r
c
− dΦ
dω
(ωL)]dω . (5.4)
L'intensité diﬀusée, est dans ce cas :
|Eray|2∝ 1
1 + 4
(
ωL−ω0
Γ
)2 e− [t− rc− dΦdω (ωL)]2∆t2 . (5.5)
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La forme temporelle de l'intensité diﬀusée est la même que celle du pulse gaussien
incident, à la diﬀérence d'un retard par rapport au cas sans diﬀuseur, qui est le retard
de Wigner :
τW (ωL) =
dΦ
dω
(ωL) =
2
Γ
1
1 + 4
(
ωL−ω0
Γ
)2 . (5.6)
Le retard est donc maximum à résonance et vaut 2/Γ, soit plusieurs dizaines de
nanosecondes pour les transitions atomiques optiques. Par ailleurs, la dépendance
attendue avec le désaccord correspond à une fonction lorentzienne. Ce modèle simple
prédit également que l'amplitude du signal diﬀusé varie aussi suivant une fonction
lorentzienne.
Ce retard à la diﬀusion apparaît dès qu'une résonance intervient dans le processus.
Par exemple, cet eﬀet peut apparaître dans un Fabry-Pérot.
Nous avons réalisé expérimentalement une mesure du retard de Wigner sur un
atome unique et présentons nos résultats dans la section ci-dessous.
5.1.2 Séquence expérimentale
Aﬁn de réaliser cette expérience dans le cas idéal d'un seul diﬀuseur, nous utili-
sons expérimentalement le régime de l'atome unique déjà présenté Section 1.3.1. Le
chronogramme de la séquence expérimentale utilisée est représenté sur la Figure 5.1.
La séquence commence par le chargement d'un atome unique dans la pince. Celui-ci
est pompé dans l'état (52S1/2, F = 2) en maintenant les faisceaux repompeurs de la
mélasse allumés pendant 5 ms après l'extinction des faisceaux principaux. L'atome
est ensuite relâché en espace libre. Un pulse lumineux gaussien d'intensité de satu-
ration maximale s= I/Isat = 0.1, de polarisation σ+ et proche de résonance avec la
transition atomique est alors envoyé sur l'atome (voir Figure 5.2 a)). La lumière dif-
fusée par l'atome est collectée par la lentille asphérique, soit à 90◦ de la direction de
propagation du faisceau incident. La lumière diﬀusée est détectée par la photodiode à
avalanche qui est connectée à une carte de comptage rapide (voir Section 1.2.4). Cette
carte mesure la diﬀérence entre les temps d'arrivée de deux impulsions électriques.
La photodiode est branchée sur l'entrée "Start" de la carte et un signal numérique
délivré par l'ordinateur est envoyé sur l'entrée "Stop" de la carte. Ce signal est envoyé
sur la carte 1 µs après l'envoi de l'impulsion lumineuse sur l'atome. Le micro-piège
dipolaire est ensuite rallumé aﬁn de recapturer l'atome.
L'atome est relâché, excité puis recapturé 50 fois d'aﬃlé avant que les faisceaux de
la mélasse ne soient rallumés pour le refroidir pendant 1 ms. Aﬁn d'optimiser la
quantité de lumière récoltée, ce schéma temporel est répété 120 fois avant qu'un
nouvel atome soit à nouveau chargé. Un total de 6000 pulses gaussiens est envoyé sur
l'atome avant qu'un nouvel atome ne soit chargé dans la pince. Nous répétons cette
séquence expérimentale typiquement 2000 fois avant d'obtenir un signal suﬃsant.
Ensuite, nous changeons la fréquence centrale du faisceau d'excitation.
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Temps
Mélasse 
 
Micro-piège
Pulse
2.5 µs
∆t=93 ns
( ) X 50
1.3 µs
~120 µs 1 ms
( ) X 120
Figure 5.1  Chronogramme de la séquence expérimentale utilisée pour mesurer
le retard de Wigner avec un atome unique. La profondeur du piège est de U/k= 0.9
mK à une longueur d'onde 850 nm et pour une taille de ∼ 1.6 µm. La durée totale de la
séquence est de ∼140 ms.
5.1.3 Retard de Wigner pour un atome
La Figure 5.2 b) représente des histogrammes des instants de détection des pho-
tons pour diﬀérents désaccords ∆ = (ωL − ω0)/Γ = (0,−0.3, 2). Plusieurs éléments
notables apparaissent sur cette ﬁgure. Tout d'abord, la quantité de lumière diﬀusée
collectée diminue lorsque le désaccord augmente, cet eﬀet est étudié dans la section
qui suit. Ensuite, le centre de la gaussienne se déplace lorsque le désaccord augmente.
Nous avons ajusté les données par des fonctions gaussiennes telles que prédites par
l'Équation 5.5, celles-ci reproduisent bien les données. Nous avons extrait de ces ajus-
tements les centres des gaussiennes qui sont représentés sur la Figure 5.3.
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b) Pulses diffusés Figure 5.2  a) Intensité mesurée
du pulse excitateur de largeur tem-
porelle 66 ns correspondant à ∆t=
93 ns. En pointillés, la mesure eﬀec-
tuée à partir d'une photodiode rapide et
en trait plein, l'ajustement par une fonc-
tion gaussienne. b) Pulses diﬀusés
par l'atome pour les désaccords ∆ =
(ωL − ω0)/Γ = (0,−0.3, 2). Les pas tem-
porels sont de 5.9 ns. En pointillés : les
points expérimentaux et en trait plein :
les ajustements par des fonctions gaus-
siennes.
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Figure 5.3  Retard du pulse dif-
fusé par l'atome en fonction du
désaccord du faisceau excitateur.
En traits pointillés, la prédiction de
l'Équation 5.6. La ligne bleue continue
indique la solution de l'Équation 5.7 qui
modélise un atome à deux niveaux ex-
cité par le pulse de la Figure 5.2 a), et
dont le taux de chirp est α/2pi= 5 ± 0.8
MHz/µs. Les barres d'erreurs verticales
sont celles des ajustements des pulses
diﬀusés. Les barres d'erreurs horizon-
tales correspondent à l'écart-type de la
fréquence centrale du laser (0.12Γ).
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En comparant les centres des gaussiennes fortement hors résonance avec celui à
désaccord nul, on trouve le retard de Wigner τW∼ 42 ± 2 ns. Cette valeur est assez
proche de 2/Γ = 52 ns prédite par l'équation 5.6.
La diﬀérence entre les mesures et le modèle simple présenté précédemment est
due aux conditions ∆Γ et I/Isat 1 qui ne sont pas entièrement remplies ici. En
particulier le fait que la condition I Isat n'est pas remplie implique que la diﬀusion
n'est pas uniquement élastique, mais qu'elle possède aussi une partie inélastique,
contrairement à ce qui est implicitement supposé dans le modèle. Aﬁn de modéliser
plus précisément le comportement atomique, nous avons calculé la matrice densité
d'un atome comportant deux niveaux soumis au pulse Figure 5.2 a), en nous servant
des équations de Bloch optiques. Ces équations, dans le cadre de l'approximation des
ondes tournantes, s'écrivent (Cohen-Tannoudji, Dupont-Roc, et Grynberg, 1988) :
˙˜ρeg = i(ωL − ω0(r))ρ˜eg + iΩ(t)
2
(2ρee − 1)− Γ
2
ρ˜eg , (5.7)
ρ˙ee = i
Ω(t)
2
(ρ˜eg − ρ˜ge)− Γρee , (5.8)
où ρ˜eg = ρrg exp (iωLt), ρ˜eg = ρ˜∗ge, Ω(t) = Ωe
−t2/(4∆t2) et 2Ω2/Γ2 = I/Isat. Les données
présentant une légère asymétrie, nous avons autorisé la fréquence de la transition
atomique à varier légèrement au cours du pulse : ω0(t) =ω0 +αt. L'origine de ce chirp
est toujours en cours d'étude. Il pourrait en partie provenir de la coupure trop lente
du piège qui induit une variation du déplacement lumineux vu par les atomes. La
résolution des Équations 5.7 et 5.8 permet d'obtenir la population dans l'état excité
en fonction du temps ρee(t), qui est proportionnelle à l'intensité diﬀusée Iray(t). La
forme temporelle de Iray(t) est très proche d'une fonction gaussienne, permettant de
déterminer le retard de Wigner facilement. L'ajustement des données de la Figure
5.3 nous permet de déterminer le seul paramètre ajustable du modèle : le taux de
chirp α= 5 ± 0.8 MHz/µs. On extrait le délai maximal qui vaut 42 ns, à résonance.
En prenant I/Isat< 0.01, ∆t> 10/Γ et α= 0, nous avons vériﬁé que nous retrouvons
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la valeur asymptotique du retard de 2/Γ, indiquant un comportement de diﬀusion
élastique et ce, à mieux que 2%.
5.1.4 Nombre de photons diﬀusés
Le second élément que nous avons étudié, qui permet de caractériser complètement
la diﬀusion par l'atome, est le nombre de photons émis par l'atome en fonction du
désaccord du faisceau excitateur. Pour cela, nous avons intégré le nombre total de
photons collectés pendant toute la durée du pulse, pris sur la Figure 5.2 b). Ce
nombre de photons collectés est représenté sur la Figure 5.4 après intégration sur
2000 séquences comprenant chacune 6000 envois d'impulsion sur l'atome.
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Figure 5.4  Nombre de photons
diﬀusés par l'atome en fonction
du désaccord de faisceau excita-
teur. La ligne continue est la solu-
tion des équations de Bloch optiques 5.7.
Les barres d'erreurs horizontales corres-
pondent à l'écart-type de la fréquence
centrale du laser (0.12Γ). Le signal est
intégré sur 2000 séquences comprenant
chacune 6000 envois d'impulsion sur
l'atome à une intensité de saturation s=
0.1.
Nous avons utilisé les Équations 5.7 et 5.8 aﬁn de modéliser cette quantité de
lumière diﬀusée. Le modèle utilise les mêmes paramètres que ceux indiqués dans la
section précédente. L'accord entre les données et le modèle est très bon et permet de
faire apparaître une largeur à mi-hauteur de 1.2Γ, légèrement plus grande que celle de
la lorentzienne prédite par l'Équation 5.5. Nous expliquons, ici aussi, cette diﬀérence
par les deux conditions I/Isat 1 et ∆t 1/Γ qui ne sont pas intégralement remplies
expérimentalement.
5.1.5 Retard deWigner avec plusieurs atomes en interactions :
quelques prédictions
Pour un seul diﬀuseur, le retard de Wigner maximum est égal à 2/Γ, soit deux
fois l'inverse de la largeur de la transition étudiée. Pour prédire le comportement du
retard de Wigner lorsque plusieurs atomes sont en interactions, nous faisons appel à
deux arguments.
Le premier argument concerne la largeur du spectre d'excitation. En eﬀet, en
présence de plusieurs centaines d'atomes, nous avons pu mettre en évidence, dans le
Chapitre 4, certains des eﬀets résultant de l'interaction dipôle-dipôle résonante entre
des atomes, à savoir un élargissement signiﬁcatif du spectre d'excitation collectif.
Les largeurs que nous avons mesurées sont, à faible excitation, de l'ordre de 3Γ. Si
l'on considère que l'atome peut être modélisé comme un macro-atome possédant les
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propriétés collectives des atomes en interactions, alors cette modiﬁcation de la largeur
de la transition collective doit avoir pour conséquence une modiﬁcation du retard de
Wigner d'un ordre de grandeur équivalent. Le retard de Wigner attendu en présence
d'interactions, par rapport à un seul atome, devrait donc être diminué d'un facteur
3.
Le second argument concerne la taille non négligeable du milieu. Un ensemble
atomique de taille  λ¯ peut être considéré comme un diﬀuseur unique. Cependant,
la taille des ensembles dont nous nous servons est, certes, proche de cette limite
suivant la direction radiale du piège (r∼ 200 nm), par contre, suivant la direction
longitudinale, sa taille est nettement supérieure à cette limite (r∼ 1 µm). De plus,
cette direction longitudinale correspond à la direction de collection de la lumière.
En raison de cette élongation du nuage, des phénomènes de rediﬀusion de la lumière
peuvent prendre place à l'intérieur du nuage. En eﬀet, en raison de la forte densité
atomique qui y règne, le libre parcours moyen des atomes est l= 1/(n3λ2/(2pi))∼
200 nm. A chaque rediﬀusion, un nouveau retard de Wigner s'ajoute à la durée de
diﬀusion.
Ces deux arguments simples vont dans des directions opposées et un modèle plus
précis est nécessaire pour prédire le comportement exact attendu pour un ensemble
d'atomes très dense. Ils nous permettent cependant de mettre en évidence l'intérêt
de ce régime, que nous souhaitons étudier prochainement. Une étude expérimentale
de ces phénomènes est, par ailleurs, prévue pour de tels ensembles mésoscopiques
denses.
5.2 Modes sousradiants et superradiants : analyse
temporelle théorique .
Lors de l'étude des valeurs propres que nous avons eﬀectuée Section 3.6.1, nous
avions mis en évidence une forte modiﬁcation des durées de vie des modes collectifs
dans des nuages denses. Nous avons étudié dans le Chapitre 4, la façon dont ces
modiﬁcations des valeurs propres des atomes en interactions aﬀectent les spectres
d'excitation collectifs. Dans la section présente, nous regardons comment ces nouvelles
énergies propres modiﬁent la désexcitation du nuage atomique d'un point de vue
temporel, en calculant théoriquement la quantité de lumière diﬀusée par les atomes
après extinction d'un faisceau excitateur.
5.2.1 Solutions des équations des dipôles couplés en fonction
du temps
Nous considérons un ensemble d'atomes libres ayant été soumis à un faisceau
excitateur de durée inﬁniment longue et qui se propage suivant l'axe Z. Ce faisceau
est désaccordé de la résonance atomique de ∆ = (ωL−ω0). Nous étudions ici la façon
dont la quantité de lumière émise par les atomes évolue, dans les diﬀérentes directions
de l'espace, à partir du moment où le faisceau excitateur est éteint.
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Nous partons de l'Équation 3.64. On transforme cette équation à partir des vec-
teurs propres de l'hamiltonien H1 = (iΓ2 )I + [V ] :
d
dt
(γ(t)) = i
(
∆ + i
Γ
2
)
I(γ(t)) + iΛ(γ(t))− iP−1 Ω(r, t)
2
, (5.9)
où P est la matrice des vecteurs propres deH1. On a γ(t) =P−1(φ(t)) et Λ =P−1[V ]P ,
la matrice diagonale des valeurs propres de [V ]. Nous supposons maintenant que le
champ excitateur est éteint, soit que Ω(r, t) = 0 et ∆ = 0. La solution de l'équation
est donc :
γα(t) = γi(0)e
−Γ
2
t+iΛαt , (5.10)
avec Λα, les éléments de Λ et γα(0) qui sera déterminé par les conditions initiales.
Les γα(t) forment la base des vecteurs propres de H1. Cette base est non-orthogonale
en raison du caractère non hermitien de la matrice H1.
Déterminons maintenant les conditions initiales. Le nuage est supposé avoir été
excité pendant un temps inﬁniment long, on peut donc considérer que les dipôles sont
dans l'état stationnaire d
dt
γ(t) = 0. La solution est donc γα(0) = ((H
diago
tot )
−1P−1 Ω
2
)α.
Avec Hdiagotot =P
−1HtotP et Htot =H1 +∆I. Les dipôles s'obtiennent par φ(t) =Pγ(t),
soit :
φ(t) =P ((Hdiagotot )
−1P−1
Ω
2
e−
Γ
2
t+iΛt) (5.11)
L'amplitude des dipôles en fonction du temps étant maintenant connue, on ap-
plique la Formule 4.1 pour déterminer le champ émis par ces dipôles. L'intensité
diﬀusée, dans une direction donnée étant Iray = |E|2. Par ailleurs, l'énergie totale
comprise à l'intérieur du nuage s'écrit :
U ∝
∑
i
|φi(t)|2 . (5.12)
5.2.2 Énergie stockée dans le nuage en fonction du temps
La Figure 5.5 représente l'énergie contenue dans le nuage déﬁnie par l'Équation
5.12 en fonction du temps. Le nuage est supposé avoir été excité par un faisceau de
faible intensité de saturation et désaccordé de 10Γ de la résonance atomique. Utiliser
un faisceau fortement désaccordé permet de s'assurer que le phénomène de rediﬀusion
de la lumière ne gouverne pas la dynamique d'évolution de l'énergie contenue dans
le nuage. En eﬀet, la section eﬃcace de diﬀusion varie comme σ=σ0 11+4∆2/Γ2 . À
fort désaccord, la lumière diﬀusée par un atome a une probabilité très faible d'être
rediﬀusée par un second atome. Ce phénomène de diﬀusion multiple est étudié dans
le Section 5.2.4.
La Figure 5.5 a) considère le cas d'un atome à deux niveaux. La décroissance
de l'énergie en présence d'un seul atome correspond à une droite (en échelle loga-
rithmique), dont la constante de temps est la durée de vie de l'atome (1/Γ). Quand
le nombre d'atomes croît, la décroissance initiale devient de plus en plus raide. Par
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Figure 5.5  Évolution de l'énergie présente dans le nuage atomique en fonction
du temps, après l'extinction d'une excitation désaccordée de ∆ = 10Γ. Le nuage
comporte un nombre variable d'atomes, à une température de 150 µK et supposés relâchés
d'un piège de profondeur U/kB = 1 mK. Les énergies sont normalisées à l'unité à temps nul.
a) Cas d'un atome à deux niveaux. En rose, 1 atome ; en rose foncé, 50 atomes ; en violet,
100 atomes et en violet foncé, 400 atomes. L'énergie a été moyennée sur 100 conﬁgurations.
b) Cas d'un atome classique. En marron, 1 atome ; en jaune, 50 atomes ; en orange, 100
atomes et en rouge 400 atomes. L'énergie a été moyennée sur 50 conﬁgurations.
exemple, pour 400 atomes, la constante de temps à t= 0 de la décroissance est plus
que doublée par rapport au cas à un atome. Il s'agit du phénomène de superradiance
à un photon. Les modes collectifs du nuage, qui possèdent une durée de vie réduite,
se désexcitent très vite, ce qui explique cette rapide décroissance du signal. Pour
des temps plus longs (t> 2/Γ), la décroissance de l'énergie ralentit et devient moins
rapide que l'exponentielle de l'atome unique. Cet eﬀet est appelé sousradiance.
Il est possible de comparer ces prédictions à celle réalisée dans des systèmes com-
portant plus d'atomes mais à une densité atomique plus faible (Bienaimé, Piovella,
et Kaiser, 2012). Dans cette étude, les auteurs considèrent l'interaction dipôle-dipôle
réduite à son terme de rayonnement (1/r). Ils prédisent un comportement qualita-
tif très proche de celui que nous avons calculé, en particulier pour la superradiance.
Cependant, dans notre cas, la force de l'interaction plus importante (1/r2 et 1/r3)
semble donner lieu à une manifestation plus prononcée de la sousradiance dans le
milieu.
Nous avons conduit la même étude avec le modèle de l'atome classique, repré-
sentée sur la Figure 5.5 b). Les deux phénomènes de sousradiance et superradiance
apparaissent dans ce cas aussi, sans n'être plus coordonnés toutefois. En eﬀet, avec
100 atomes dans le milieu, le phénomène de sousradiance se manifeste de façon im-
portante et maintient l'énergie dans le système eﬃcacement avec des durées de vie
des états > 10Γ. Cependant, si le nombre d'atomes est augmenté à 400, le même
phénomène de sousradiance apparaît aux temps longs. Par contre, aux temps courts,
on observe une apparition de la superradiance dans le milieu qui n'était pas présente
avec 100 atomes.
Bien que les deux modèles donnent des ordres d'apparition diﬀérents en fonction
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du nombre d'atomes, plusieurs phénomènes leur sont communs : la superradiance
pour les temps courts ainsi que la sousradiance pour les temps longs pour des nuages
comportant 400 atomes.
5.2.3 Quantité de lumière diﬀusée en fonction du temps
L'évolution temporelle de l'énergie stockée dans le nuage permet de mettre en
évidence les phénomènes de la sousradiance et de la superradiance. Cependant, expé-
rimentalement, seule la quantité de lumière diﬀusée dans une direction donnée nous
est accessible. En raison d'interférences entre les champs rayonnés par les diﬀérents
dipôles, l'évolution de la quantité de lumière diﬀusée peut varier signiﬁcativement
selon les directions d'observation.
Nous avons donc calculé l'intensité diﬀusée, dans les directions de l'espace (X,Y et
Z), en champ lointain (r 100λ¯). Cette intensité en fonction du temps est représentée
sur la Figure 5.6 a) en utilisant le modèle de l'atome à deux niveaux et en b) avec le
modèle de l'atome classique.
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Figure 5.6  Évolution de la quantité de lumière diﬀusée par le nuage atomique
en fonction du temps, après l'extinction d'une excitation désaccordée de ∆ = 10Γ
et suivant les trois directions de l'espace. Le nuage comporte 400 atomes ﬁxes, à une
température de 150 µK et supposés relâchés d'un piège de profondeur U/kB = 1 mK. Les
intensités sont normalisées à l'unité à temps nul. a) Cas d'un atome à deux niveaux. En
bleu, l'axe X (axe allongé) ; en bleu clair, l'axe Z (axe de propagation du faisceau excitateur) ;
en turquoise, l'axe Y. La quantité de lumière diﬀusée a été moyennée sur 100 conﬁgurations.
b) Cas d'un atome classique. En rouge, l'axe X ; en orange, l'axe Y et en vert, l'axe Z. La
quantité de lumière diﬀusée a été moyennée sur 50 conﬁgurations.
La quantité de lumière diﬀusée par les atomes dans des directions données com-
porte des similarités mais aussi des diﬀérences non négligeables avec l'évolution de la
quantité d'énergie dans le milieu représenté sur la Figure 5.5. Tout d'abord, dans le
cas d'atomes à deux niveaux (Figure 5.6 a)), le phénomène de superradiance prend
place juste après l'extinction du faisceau excitateur, corrélativement à la diminution
d'énergie observée dans le milieu. Ici, nous voyons que le taux de décroissance de la
quantité de lumière diﬀusée est suﬃsamment signiﬁcatif (réduction de la quantité de
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lumière d'un facteur >2 par rapport à un atome unique au bout d'un temps 1/Γ)
pour permettre une mesure de cet eﬀet avec une quantité de lumière diﬀusée me-
surable (seulement 10 fois moins de ﬂuorescence qu'à temps t= 0), et ce quelle que
soit la direction d'observation. Par ailleurs, on remarque que c'est suivant l'axe de
propagation du faisceau excitateur que ce phénomène est le plus marqué, un eﬀet
largement étudié dans la littérature (Bienaimé, Piovella, et Kaiser, 2012).
Ici, en revanche, le phénomène de sousradiance n'apparaît pas aussi rapidement
que sur l'évolution de l'énergie stockée dans le nuage. Expérimentalement, notre len-
tille collecte la lumière émise dans la direction X. La mise en évidence de la sousra-
diance implique d'avoir accès à des quantités de lumière diﬀusée qui soient 100 voire
1000 fois plus faibles qu'à t= 0, ce qui rendrait la mesure complexe à réaliser.
Dans le cas d'une modélisation par un atome classique, nous observons aussi l'ap-
parition très rapide de superradiance. Cependant, aux temps longs, la sousradiance
se manifeste beaucoup plus violemment dans les directions X et Y et la quantité de
lumière diﬀusée est très importante. Une mesure d'un tel eﬀet serait particulièrement
aisée. On remarque, une nouvelle fois, que la quantité de lumière diﬀusée suivant l'axe
Z est fortement superradiante.
Ces deux modèles nous permettent de prédire le comportement temporel qualitatif
d'une assemblée de dipôles en interactions. Cependant, nous avions précédemment
montré que ces modèles ne reproduisent pas quantitativement certains comportements
observés expérimentalement. Les raisons que nous avions évoquées Chapitre 4 et
notamment la structure interne des atomes de rubidium qui peut signiﬁcativement
inﬂuer sur le comportement des atomes, peuvent aussi s'appliquer ici, motivant une
fois de plus, la nécessité d'une étude expérimentale approfondie de ces phénomènes.
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Figure 5.7  Ratio entre les énergies des atomes lorsqu'ils sont excités par
un faisceau à résonance et lorsque ce faisceau est désaccordé de 10Γ. Le nuage
comporte 400 atomes ﬁxes, à une température de 150 µK et supposés relâchés d'un piège
de profondeur U/kB = 1 mK. Les énergies sont normalisées à l'unité à temps nul avant
d'appliquer la division. En bleu, cas d'atomes à deux niveaux et en rouge, cas d'atomes
classiques. La quantité de lumière diﬀusée a été moyennée sur 100 conﬁgurations pour le
modèle à deux niveaux et 100 fois pour le modèle classique.
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5.2.4 Diﬀusion multiple dans le nuage
Nous avons évoqué dans la Section 5.2.2 l'importance qu'il y a d'appliquer un fort
désaccord du faisceau d'excitation aﬁn d'éviter le phénomène de diﬀusion multiple de
la lumière dans le nuage. Nous étudions ici ce phénomène plus en détails.
La sousradiance correspond à la désexcitation plus lente de modes collectifs pré-
sents dans le nuage. À contrario, la diﬀusion multiple, présente dans des ensembles
suﬃsamment grands par rapport au libre parcours moyen de la lumière, correspond
à une marche aléatoire de la lumière qui est rediﬀusée plusieurs fois avant de quitter
le milieu. Nous cherchons à nous assurer que ce deuxième phénomène ne se produit
pas dans nos nuages atomiques.
Pour nous prémunir de cet eﬀet, nous avions indiqué Section 5.2.2 qu'il est né-
cessaire de désaccorder fortement le faisceau d'excitation aﬁn de diminuer la section
eﬃcace de diﬀusion des atomes et ainsi de se prémunir de tout phénomène de re-
diﬀusion. Aﬁn de mettre en évidence l'importance d'utiliser un faisceau excitateur
fortement désaccordé pour exciter le nuage atomique, nous avons calculé la variation
de l'énergie dans le nuage en fonction du temps pour deux désaccords diﬀérents : à
résonance et à un désaccord ∆ = 10Γ. Après avoir normalisé ces courbes, nous avons
eﬀectué leur ratio. Il est représenté sur la Figure 5.7 pour les deux modèles : l'atome
à deux niveaux et l'atome classique. Pour les deux modèles, on voit que le ratio
augmente très vite. Cela indique que l'énergie qui reste stockée dans le nuage est
beaucoup plus importante à résonance qu'à fort désaccord. Nous attribuons cet eﬀet
à un phénomène de diﬀusion multiple apparaissant dans notre nuage.
5.3 Conclusion
Ce chapitre a présenté, dans un premier temps, la mesure du retard de Wigner
associé à la diﬀusion de la lumière par un seul atome (Bourgain et al., 2013b). Ce
retard est de 42 ± 2 ns pour un seul atome, proche de la prédiction eﬀectuée par
Wigner, dans le cas idéal, de 2/Γ. La diﬀérence entre ces deux valeurs s'explique
par les contraintes expérimentales et elle est bien reproduit par les équations de
Bloch optiques. Dans une seconde partie, nous avons présenté notre étude théorique
temporelle de la diﬀusion de la lumière dans un milieu dense. En particulier, nous
avons étudié la quantité de lumière diﬀusée par le nuage atomique en fonction du
temps, suivant l'extinction d'un faisceau excitateur. Nous avons cherché à mettre en
évidence les régimes permettant la visualisation expérimentale de la sousradiance et
de la superradiance.
Nous avons mené des expériences préliminaires dans ce sens et avons pu observer
des décroissances non exponentielles de la lumière diﬀusée ainsi que des extinctions
plus rapides que la durée de vie des atomes de rubidium. Ces expériences préliminaires
nécessiteront de nouvelles mesures pour être pleinement conﬁrmées.
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Conclusion générale et perspectives
Cette thèse a présenté l'étude d'ensembles atomiques mésoscopiques comprenant
entre exactement un atome et jusqu'à quelques centaines d'atomes. Ces ensembles
atomiques sont préparés expérimentalement sur un dispositif utilisant une lentille de
grande ouverture numérique pour piéger les atomes ainsi que pour les observer. L'uti-
lisation d'un atome unique dans une pince optique permet de calibrer les diﬀérents
paramètres expérimentaux comme la profondeur du piège, de compenser les champs
magnétiques ou encore de déterminer l'intensité de saturation des faisceaux lumineux.
Quand il est maximalement chargé, les densités atomiques qu'il est possible d'obtenir
à l'intérieur du piège sont de l'ordre de 1014 at/cm3.
Nous avons réalisé une étude de l'évaporation forcée avec ces ensembles mésosco-
piques et avons démontré la possibilité d'obtenir des ensembles contenant quelques
dizaines d'atomes à une densité dans l'espace des phases proche de un. Cette étude
a permis de mettre en évidence les spéciﬁcités liées à l'utilisation d'ensembles méso-
scopiques très denses, par exemple sur la dynamique de l'évaporation ou encore la
visualisation de la transition de phase.
L'utilisation d'ensembles atomiques denses nous a permis de mettre en évidence
des eﬀets collectifs entre les atomes, tel l'élargissement de la raie d'excitation collective
(doublement de la raie), ou encore la suppression de l'excitation du nuage (facteur
3). Ces eﬀets sont des manifestations de l'interaction dipôle-dipôle résonante entre les
atomes, qui, aux densités étudiées, intervient avec toutes ses contributions (1/r3, 1/r2
et 1/r). Nous avons aussi étudié l'inﬂuence de l'intensité de l'excitation et avons pu
présenter des eﬀets inattendus et montré qu'une approche théorique à faible excitation
ne permet d'aborder qu'une partie des phénomènes collectifs.
D'un point de vue temporel, nous avons eﬀectué la première mesure du retard de
Wigner avec un diﬀuseur unique, soit la mesure du retard accumulé par un paquet
d'ondes pendant sa diﬀusion élastique sur un atome. Nous avons ainsi mesuré un
retard de 42 ns proche de la prédiction de 52 ns eﬀectuée par Wigner en 1955. Nous
avons montré que les ensembles atomiques dont nous nous servons sont d'excellents
candidats pour l'observation de la sousradiance et de la superradiance. Des résultats
expérimentaux préliminaires dans ce sens nous indiquent que cet objectif est à notre
portée.
À moyen terme, nous comptons pousser l'étude de ces milieux denses suivant
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deux directions. La première concerne la mesure du paramètre de corrélation g(2)(τ)
dans un milieu dense. En eﬀet, la mesure de ce paramètre pour un atome unique
indique un dégroupement de photons (Diedrich et Walther, 1987). En présence d'un
ensemble d'atomes sans interactions, le dégroupement de photons disparaît (Henn-
rich, Kuhn, et Rempe, 2005). Par contre, le comportement attendu pour un ensemble
dense d'atomes en interactions est beaucoup moins clair. On s'attend à ce que les
interactions modiﬁent la statistique photonique et donc le comportement du para-
mètre de corrélation. La seconde direction concerne la mesure du triplet de Mollow.
Cette mesure consiste à faire la spectroscopie des photons émis par un diﬀuseur. En
présence de fortes interactions entre les atomes, il a été calculé que le spectre des
photons émis est modiﬁé (Ott et al., 2013). Nous comptons mener une étude de ces
eﬀets, notamment aﬁn de mieux comprendre le comportement collectif des atomes
soumis à une forte excitation.
Ce travail s'inscrit dans le cadre de l'étude de la diﬀusion de la lumière proche de
résonance ainsi que de l'émission collective de la lumière en présence d'interactions
entre des particules. Notre approche, utilisant des atomes, constitue un dispositif per-
mettant l'étude de ces phénomènes. Cette problématique est beaucoup plus large que
le domaine des atomes froids puisque ces mêmes phénomènes se manifestent dans de
nombreux autres domaines, par exemple dans la physique de la matière condensée
pour un ensemble de centres NV (Nitrogen-Vacancy) couplés à des nano-antennes
(Kubo et al., 2010) ou encore à des boîtes quantiques couplées à une micro-cavité
(Delteil et al., 2012). Tous ces ensembles permettent d'étudier diﬀérentes facettes
complémentaires de ce même problème. L'avenir de ce projet ambitieux nécessite une
approche pluridisciplinaire de cette problématique, qui est actuellement en cours de
développement. Cette approche comporte de nécessaires développements théoriques,
notamment pour la prise en compte des excitations lumineuses fortes, intégrant une
approche intégralement quantique du problème, tant pour l'atome que pour le champ.
D'un point de vue expérimental, l'observation des phénomènes que sont la superra-
diance et sousradiance dans un cadre théorique uniﬁé, dans ces diﬀérents systèmes,
constitue l'un des objectifs des années à venir, de paire avec l'observation de signa-
tures des interactions dipôle-dipôle entre les diﬀuseurs.
D'un point de vue plus global, cette étude s'inscrit dans trois problématiques
générales de la physique.
Tout d'abord, celle de l'étude des systèmes comprenant N corps en interactions,
pour lesquels aucune théorie générale n'existe. Comme pour beaucoup de systèmes en
physique, les lois permettent de décrire les comportements au niveau macroscopique,
cependant, elles ne s'appliquent pas quand le nombre d'éléments considérés est de
l'ordre de la dizaine. Le programme de recherche mené a pour but de déterminer
diﬀérentes méthodes d'approximations pour prédire les comportements sans recourir
à des calculs complets.
Ensuite, les interactions entre les particules que nous étudions sont des interactions
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à longue portée qui font l'objet d'études dans de nombreux domaines, allant des
colloïdes, aux plasmas chargés ou encore aux systèmes gravitationnels. Dans ce cadre,
notre système possède l'avantage d'avoir un environnement très bien contrôlé, ce qui
en fait un système test dont les conclusions peuvent s'étendre à de nombreuses autres
communautés.
Finalement, la possibilité de stocker des photons portant de l'information quan-
tique dans ces systèmes en fait de bons candidats (Hammerer, Sorensen, et Polzik,
2010) à la production de mémoires quantiques. En eﬀet, ces mémoires constituent
l'un des blocs nécessaires au développement de nombreuses technologies quantiques,
telles que les calculateurs quantiques ou encore des systèmes de communication qui
seraient sécurisés quantiquement.
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Annexe A
Constantes fondamentales et
propriétés du Rubidium 87
A.1 Constantes fondamentales
Quelques constantes fondamentales utilisées dans les diﬀérentes parties de la
thèse ; source CODATA 2010 (Mohr, Taylor, et Newell, 2012) :
0 8.854 18 · 10−12 kg−1.m−3.A2.s4 Permittivité du vide
µ0 4pi · 10−7 kg. m. A−2.s−2 Perméabilité du vide
c 2.997 92 · 108 m.s−1 Vitesse de la lumière dans le vide
e 1.602 189 2 · 10−19 C Charge de l'électron
h 6.626 068 96 · 10−34 J.s Constante de Planck
~= h
2pi
1.054 571 73 · 10−34 J.s Constante de Planck réduite
kB 1.380 6504 · 10−23 J.K−1 Constante de Boltzmann
µB h · 1.399 624 604 MHz/Gauss Magnéton de Bohr
a0 0.529 177 208 3(19) · 10−10 m Rayon de Bohr
Table A.1  Constantes fondamentales dans le système d'unités internationales.
A.2 Niveaux du rubidium 87
Figure A.1  Diﬀérentes raies du
rubidium 87 avec les fréquences
associées. (Steck, 2003)
Raie D2: 780.241 nm
         384.230 THz
               1.589 049 eV
Raie D1: 794.978 nm
   377.107 THz
   1.559 590 eV
52P3/2
52P1/2
52S1/2
A.3 Propriétés du rubidium 87 183
A.3 Propriétés du rubidium 87
Quelques propriétés du rubidium 87 utilisées dans les diﬀérentes parties de la
thèse (Steck, 2003) :
Γ 2pi · 6.065 MHz Taux de décroissance (52P3/2)→ (52S1/2)
T = 1
Γ
26.372 ns Durée de vie (52P3/2)→ (52S1/2)
m 1.443 160 · 10−25 kg Masse du rubidium 87
λ, λ2 780.241 nm Longueur d'onde (D2) (52S1/2)↔ (52P3/2)
λ1 794.978 nm Longueur d'onde (D1) (52S1/2)↔ (52P1/2)
ω0, ω2 2pi · c/λ= 384.230 484 THz Fréquence (D2) (52S1/2)↔ (52P3/2)
ω1 2pi · c/λ1 = 377.107 463 THz Fréquence (D1) (52S1/2)↔ (52P1/2)
∆1 ωdip − ω1 Désaccord du laser piège (D1)
∆2 ωdip − ω2 Désaccord du laser piège (D2)
k 2pi/λ Vecteur d'onde (D2)
k−1 124.18 nm Inverse du vecteur d'onde (D2)
vrec ~k/m= 5.8845 m/s Vitesse de recul (D2)
Erec (1/2)mv
2
rec/h= 3.78 kHz Énergie de recul (D2)
Erec/kB = 120 nK
TDoppler hΓ/(2kB) = 146 µK Température Doppler (D2)
Isat 16.693 W/m2 Intensité de saturation de∣∣52S1/2,F = 2,mF =±2〉↔∣∣52P3/2,F′= 3,mF′ =±3〉
a 5 nm Longueur de diﬀusion (D2)
σ0 4pia
2 = 3.14 · 10−16 m2 Section eﬃcace de
diﬀusion élastique (D2)
λth
h√
2pimkBT
Longueur d'onde thermique de De Broglie
ρ nλ3th Densité dans l'espace des phases
w¯ (wxwywz)
1/3 Moyenne géométrique
des fréquences d'oscillation
〈J = 1/2| ‖er‖ |J = 3/2〉 4.227 ea0 Élément de la matrice dipolaire (D2)
Table A.2  Constantes et propriétés du rubidium 87 dans le système d'unités
internationales.
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A.4 Détails de la raie D2 du rubidium 87
-3   -2    -1   0   +1   +2   +3 : mF’ 
-2   -1    0   +1   +2 : mF
F’=1
F’=0
F’=3
F’=2
Raie D2:
780.241 nm
Structure fine Structure hyperfine Sous-structure Zeeman
52P3/2
266.65 MHz
156.95 MHz
72.22 MHz
193.74 MHz
72.91 MHz
gF=2/3
(0.93 MHz/G)
gF=2/3
(0.93 MHz/G)
gF=2/3
(0.93 MHz/G)
52S1/2
2.56 GHz
4.27 GHz
F’=1
F’=2
6.83 GHz
gF=1/2
(0.7 MHz/G)
gF=-1/2
(0.7 MHz/G)
Figure A.2  Détails des diﬀérents niveaux et sous-niveaux de la raie D2 du
rubidium 87. (Steck, 2003)
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A.5 Coeﬃcients de Clebsch-Gordan du rubidium 87
(52P3/2, F’=3)
(52S1/2, F=2)
-3 -2 -1 0 +1 +2 +3
-2 -1 0 +1 +2
=  mF’
=  mF
Figure A.3  Coeﬃcients de Clebsch-Gordan pour les transitions entre les sous-
états des transitions entre (52S1/2, F = 2)⇐⇒ (52P1/2, F ′= 3) exprimés en unités de
〈J = 1/2| ‖er‖ |J = 3/2〉. (Steck, 2003)
(52P3/2, F’=2)
(52S1/2, F=2)
-2 -1 0 +1 +2
-2 -1 0 +1 +2
=  mF’
=  mF
Figure A.4  Coeﬃcients de Clebsch-Gordan pour les transitions entre les sous-
états des transitions entre (52S1/2, F = 2)⇐⇒ (52P1/2, F ′= 2) exprimés en unités de
〈J = 1/2| ‖er‖ |J = 3/2〉. (Steck, 2003)
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Annexe B
Équations de Bloch optiques pour le
rubidium 87
B.1 Cas de la transition (52S1/2, F =2)⇐⇒ (52P3/2, F ′=3)
du 87Rb
On considère ici le cas d'un atome de rubidium 87, initialement préparé dans
l'état (52S1/2, F = 2) et soumis à un laser excitateur de fréquence de Rabi Ω et de
polarisation σ+, pi ou σ−. L'excitation hors résonance de l'état (52P3/2, F ′= 2) n'est
pas prise en compte tout comme d'éventuelles désexcitations vers l'état (52S1/2, F = 1)
qui en résulteraient. On se place dans le cadre de l'approximation des ondes tournantes
(|ω0 − ωL|ω0, ωL, (Cohen-Tannoudji, Dupont-Roc, et Grynberg, 1988)).
La matrice densité ρ est une matrice 12 × 12 permettant de modéliser les 5
sous-niveaux Zeeman de l'état (52S1/2, F = 2), notés de 1 à 5 et les 7 sous-niveaux
Zeeman de l'état (52P3/2, F ′= 3), notés de 6 à 12. La détermination des populations
et des cohérences s'eﬀectue en résolvant l'équation suivante (Steck, 2003) :
˙ˆρ=
1
i~
[
Hˆ, ρˆ
]
+ Lˆρ , (B.1)
Avec H qui va dépendre de la polarisation du laser incident :H =Hσ+ ,Hpi ouHσ− .
Dans la base : {|F = 2,mF =−2;−1; 0; 1; 2〉 ; |F ′= 3,mF ′ =−3;−2;−1; 0; 1; 2; 3〉}, ces
hamiltoniens sont déﬁnis par :
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Hˆσ+ =

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,
(B.2)
Hˆpi =

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(B.3)
Hˆσ− =

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,
(B.4)
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La désexcitation des diﬀérents états et cohérences par émission spontanée :
Lˆρ=

Υ1,1(t) Υ1,2(t) Υ1,3(t) Υ1,4(t) Υ1,5(t) −Γ2 ρ1,6(t) −Γ2 ρ1,7(t) −Γ2 ρ1,8(t) −Γ2 ρ1,9(t) −Γ2 ρ1,10(t) −Γ2 ρ1,11(t) −Γ2 ρ1,12(t)
Υ2,1(t) Υ2,2(t) Υ2,3(t) Υ2,4(t) Υ2,5(t) −Γ2 ρ2,6(t) −Γ2 ρ2,7(t) −Γ2 ρ2,8(t) −Γ2 ρ2,9(t) −Γ2 ρ2,10(t) −Γ2 ρ2,11(t) −Γ2 ρ2,12(t)
Υ3,1(t) Υ3,2(t) Υ3,3(t) Υ3,4(t) Υ3,5(t) −Γ2 ρ3,6(t) −Γ2 ρ3,7(t) −Γ2 ρ3,8(t) −Γ2 ρ3,9(t) −Γ2 ρ3,10(t) −Γ2 ρ3,11(t) −Γ2 ρ3,12(t)
Υ4,1(t) Υ4,2(t) Υ4,3(t) Υ4,4(t) Υ4,5(t) −Γ2 ρ4,6(t) −Γ2 ρ4,7(t) −Γ2 ρ4,8(t) −Γ2 ρ4,9(t) −Γ2 ρ4,10(t) −Γ2 ρ4,11(t) −Γ2 ρ4,12(t)
Υ5,1(t) Υ5,2(t) Υ5,3(t) Υ5,4(t) Υ5,5(t) −Γ2 ρ5,6(t) −Γ2 ρ5,7(t) −Γ2 ρ5,8(t) −Γ2 ρ5,9(t) −Γ2 ρ5,10(t) −Γ2 ρ5,11(t) −Γ2 ρ5,12(t)
−Γ2 ρ6,1(t) −Γ2 ρ6,2(t) −Γ2 ρ6,3(t) −Γ2 ρ6,4(t) −Γ2 ρ6,5(t) −Γρ6,6(t) −Γρ6,7(t) −Γρ6,8(t) −Γρ6,9(t) −Γρ6,10(t) −Γρ6,11(t) −Γρ6,12(t)
−Γ2 ρ7,1(t) −Γ2 ρ7,2(t) −Γ2 ρ7,3(t) −Γ2 ρ7,4(t) −Γ2 ρ7,5(t) −Γρ7,6(t) −Γρ7,7(t) −Γρ7,8(t) −Γρ7,9(t) −Γρ7,10(t) −Γρ7,11(t) −Γρ7,12(t)
−Γ2 ρ8,1(t) −Γ2 ρ8,2(t) −Γ2 ρ8,3(t) −Γ2 ρ8,4(t) −Γ2 ρ8,5(t) −Γρ8,6(t) −Γρ8,7(t) −Γρ8,8(t) −Γρ8,9(t) −Γρ8,10(t) −Γρ8,11(t) −Γρ8,12(t)
−Γ2 ρ9,1(t) −Γ2 ρ9,2(t) −Γ2 ρ9,3(t) −Γ2 ρ9,4(t) −Γ2 ρ9,5(t) −Γρ9,6(t) −Γρ9,7(t) −Γρ9,8(t) −Γρ9,9(t) −Γρ9,10(t) −Γρ9,11(t) −Γρ9,12(t)
−Γ2 ρ10,1(t) −Γ2 ρ10,2(t) −Γ2 ρ10,3(t) −Γ2 ρ10,4(t) −Γ2 ρ10,5(t) −Γρ10,6(t) −Γρ10,7(t) −Γρ10,8(t) −Γρ10,9(t) −Γρ10,10(t) −Γρ10,11(t) −Γρ10,12(t)
−Γ2 ρ11,1(t) −Γ2 ρ11,2(t) −Γ2 ρ11,3(t) −Γ2 ρ11,4(t) −Γ2 ρ11,5(t) −Γρ11,6(t) −Γρ11,7(t) −Γρ11,8(t) −Γρ11,9(t) −Γρ11,10(t) −Γρ11,11(t) −Γρ11,12(t)
−Γ2 ρ12,1(t) −Γ2 ρ12,2(t) −Γ2 ρ12,3(t) −Γ2 ρ12,4(t) −Γ2 ρ12,5(t) −Γρ12,5(t) −Γρ12,7(t) −Γρ12,8(t) −Γρ12,9(t) −Γρ12,10(t) −Γρ12,11(t) −Γρ12,12(t)

(B.5)
Avec :
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3
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√
1
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√
2
5
Γρ6,8(t) +
√
1
5
Γρ7,9(t) +
√
2
75
Γρ8,10(t)
Υ1,4(t) =
√
1
5
Γρ6,9(t) +
√
8
45
Γρ7,10(t) +
√
2
45
Γρ8,11(t)
Υ1,5(t) =
√
1
15
Γρ6,10(t) +
1
3
Γρ7,11(t) +
√
1
15
Γρ8,12(t)
Υ2,1(t) = Υ1,2(t)
Υ2,2(t) =
2Γ
3
ρ7,7(t) +
8Γ
15
ρ8,8(t) +
Γ
5
ρ9,9(t)
Υ2,3(t) =
2√
15
Γρ7,8(t) +
√
8
45
Γρ8,9(t) +
√
2
5
Γρ9,10(t)
Υ2,4(t) =
√
2
15
Γρ7,9(t) +
8Γ
15
ρ8,10(t) +
√
2
15
Γρ9,11(t)
Υ2,5(t) =
√
2
45
Γρ7,10(t) +
√
8
45
Γρ8,11(t) +
√
1
5
Γρ9,12(t)
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Υ3,1(t) = Υ1,3(t)
Υ3,2(t) = Υ2,3(t)
Υ3,3(t) =
2Γ
5
ρ8,8(t) +
3Γ
5
ρ9,9(t) +
2Γ
5
ρ10,10(t)
Υ3,4(t) =
√
2
5
Γρ8,9(t) +
√
8
45
Γρ9,10(t) +
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15
Γρ10,11(t)
Υ3,5(t) =
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75
Γρ8,10(t) +
√
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5
Γρ9,11(t) +
√
2
5
Γρ10,12(t)
Υ4,1(t) = Υ1,4(t)
Υ4,2(t) = Υ2,4(t)
Υ4,3(t) = Υ3,4(t)
Υ4,4(t) =
Γ
5
ρ9,9(t) +
8Γ
15
ρ10,10(t) +
2Γ
3
ρ11,11(t)
Υ4,5(t) =
√
1
75
Γρ9,10(t) +
√
8
45
Γρ10,11(t) +
√
2
3
Γρ11,12(t)
Υ5,1(t) = Υ1,5(t)
Υ5,2(t) = Υ2,5(t)
Υ5,3(t) = Υ3,5(t)
Υ5,4(t) = Υ4,5(t)
Υ5,5(t) =
Γ
15
ρ10,10(t) +
Γ
3
ρ11,11(t) + Γρ12,12(t)
Annexe C
Système d'asservissement de la
puissance laser
C.1 Principe
Le principe général de l'asservissement présenté ici consiste en l'asservissement
de la puissance d'un faisceau laser dont une tension représentative est donnée par
une photodiode. Le boitier d'asservissement contrôle la puissance du faisceau laser
au moyen un oscillateur contrôlé par tension (VCO), qui alimente lui-même un mo-
dulateur acousto-optique (AOM). L'asservissement est de type proportionnel intégral
dont le gain est réglable par un potentiomètre. Le principe de l'asservissement est
représenté Schéma C.1.
Gain Intégrateur
Tension
 de consigne
Photodiode
VCO AOM
Faisceau laser
-+
Boitier Asservissement
Figure C.1  Schéma simpliﬁé de l'asservissement employé pour contrôler la
puissance d'un faisceau laser.
C.2 Description
La fonction principale de l'asservissement est d'asservir une tension. Un certain
nombre de fonctions supplémentaires ont cependant été ajoutées. Le schéma global
de l'asservissement est représenté Schéma C.2.
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Tension
 de consigne
Tension
photodiode+
+
Tension
ajustable
(potentiomètre R4)
InverseurGain ajustable
-+ Inverseur
Fonction
mémoire
«Control-2»
Gain 
inverseur
Potentiomètre (R18)
Potentiomètre (R5)
Diode 
Zener
Fonction 
«ou»
«Card»
Tension sortie
vers VCO
Interrupteur«Control»
Intégrateur
Figure C.2  Schéma détaillé des fonctions de l'asservissement. En bleu pontillé,
sont représentés les contrôles supplémentaires liés aux fonctions détaillées dans le texte. Les
annotations entre parenthèses correspondent à la nomenclature des composants concernés
sur la Figure C.3.
C.2.1 Fonctions de l'asservissement
Les trois entrées/sorties usuelles d'un asservissement sont : "Tension de consigne",
"Tension sortie VCO" et "Tension photodiode".
Les autres fonctions réalisées par l'asservissement sont les suivantes :
1. Ajustement de la tension photodiode. Une tension contrôlée par un po-
tentiomètre peut être additionnée à la tension photodiode. Cette addition est
souvent utile lorsque l'on travaille avec de faibles ﬂux lumineux. En eﬀet, la
tension de référence (aucun ﬂux lumineux envoyé sur le capteur) que délivrent
les photodiodes est souvent une tension légèrement négative. La tension corri-
gée grâce au potentiomètre peut ensuite être multipliée par un gain ajustable
au moyen d'un potentiomètre (gain maximum ×100).
2. Fonction mémoire. Il est possible de bloquer, à tout moment, la tension de
sortie de l'asservissement à la valeur courante, en appliquant une tension de
5V sur l'entrée "Control-2" (durée de la mémoire ∼ 100 ms). Cette fonction
peut, par exemple, servir à maintenir asservi un laser piège que l'on éteint
pendant une courte durée. On déclenche alors la fonction mémoire juste avant
l'extinction du piège et on relance l'asservissement juste après avoir rallumé le
piège.
3. Gain de l'asservissement. Le gain global de l'asservissement peut être modi-
ﬁé au moyen d'un potentiomètre. Ce gain inﬂue sur la rapidité et sur la stabilité
du système d'asservissement complet.
4. Fonction "ou". Si l'on ne souhaite pas se servir de la fonction d'asservissement
sans avoir à enlever le boitier d'asservissement, il est possible de contourner
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l'asservissement et de connecter directement la tension "Card" à la sortie en
appliquant une tension de 5V sur l'entrée "Control" ou en actionnant l'inter-
rupteur.
Note : cet asservissement a été réalisé pour un couple VCO - AOM ayant un
point optimal de fonctionnement correspondant à une tension envoyée sur le VCO
de 3.6 V. Pour une tension de commande plus importante, la puissance lumineuse
dans l'ordre 1 de l'AOM va diminuer. Pour éviter d'atteindre cette zone dans laquelle
l'asservissement est instable, nous avons ajouté une diode Zener de 3.5 V permettant
de limiter la tension de sortie de l'asservissement à cette valeur.
La carte électronique est représentée Figure C.3.
C.3 Caractéristiques et performances
Les caractéristiques présentées ici correspondent à celles obtenues pour les valeurs
des composants indiqués sur la Figure C.3. Toute modiﬁcation d'un de ces composants
peut entrainer un changement important de ces caractéristiques. Par ailleurs, un
asservissement étant un système fermé, les caractéristiques globales dépendent aussi
des autres éléments composant la boucle : VCO (POS-100+ Minicircuit)- AOM (AA
Optomelectronic MT110-B50A1-IR)- Photodiode rapide (Thorlabs PDA10A-EC)
Transitoire
Lors du déclenchement de l'asservissement (par exemple en inversant l'interrup-
teur), un temps typique de 1 ms est nécessaire pour atteindre le régime stationnaire
(les caractéristiques du transitoire peuvent être largement modiﬁées en changeant les
valeurs du gain et de l'intégrateur de l'asservissement). Il est à noter que la moitié de
ce temps est due au temps de réponse du système : VCO - AOM - Photodiode. Par
ailleurs, l'asservissement étant de type proportionnel intégral, l'erreur statique ﬁnale
est nulle.
Compensation des pertes
Un second AOM (AA Optomelectronic MT110-B50A1-IR) a été placé sur le che-
min optique du faisceau laser aﬁn d'induire des pertes et de tester la résilience de
l'asservissement. La tension de cet AOM a été modulée avec une sinusoïde d'ampli-
tude 300 mV pour une tension d'alimentation de 3V entraînant une modiﬁcation de
la puissance supérieure à 10%. Pour une fréquence de modulation de 1 kHz, il a été
impossible de distinguer une variation de la tension de sortie de la photodiode induite
par cette modulation. La fréquence à partir de laquelle l'asservissement n'a pas été
en mesure de compenser dans une proportion meilleure que 95% est de 50 kHz.
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Fonction mémoire
Le déclenchement de cette fonction mémoire permet de maintenir la tension de
sortie du boitier d'asservissement à la valeur courante (variation inférieure à 5%)
pendant une durée mesurée à 100 ms.
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Figure C.3  Schéma des composants électroniques de la carte d'asservisse-
ment.
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Annexe D
Polarisation de la ﬂuorescence
collectée par la lentille
L'objectif de cette annexe est de déterminer les diﬀérentes composantes de la
polarisation de la ﬂuorescence émise par un atome soumis à un champ lumineux
σ+ qui est collectée par une lentille asphérique d'ouverture numérique O.N = 0.5.
En particulier, nous souhaitons déterminer le contraste maximum qu'il est possible
d'obtenir lors d'une analyse en polarisation de cette ﬂuorescence au moyen d'une lame
λ/2 et d'un cube séparateur de polarisation placés derrière la lentille asphérique. La
géométrie du problème étudié est représentée sur la Figure D.1.
Atome
x
y
z Lentille
Excitation σ+
α
φ
er
eϕ
eα
Figure D.1  Repère utilisé pour
déterminer la polarisation de la
ﬂuorescence collectée par la lentille.
Les angles sont φ∈ [0, 2pi] et α∈ [0, pi6 ].
Nous allons aborder le problème de la façon suivante. Dans un premier temps, nous
allons calculer le champ rayonné par un dipôle soumis à excitation de polarisation
σ+. Dans un second temps nous calculerons l'impact de la lentille sur ce champ
diﬀusé. En troisième lieu, nous déterminerons le contraste maximum qu'il est possible
d'obtenir lors de l'analyse de la polarisation par une lame λ/2 et un cube séparateur
de polarisation.
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D.1 Champ rayonné par un atome
Le champ lumineux rayonné à la position r= rer par un dipôle d= du est (Jack-
son, 1998) :
E(r) =
d
4pi0
[
k2
r
(er ∧ u) ∧ er + (3er.(er.u)− u)
(
1
r3
− ik
r2
)]
eikr , (D.1)
où k représente le vecteur d'onde de la lumière. En champ lointain, cette formule se
simpliﬁe signiﬁcativement :
E(r) =
d
4pi0
[
k2
r
(er ∧ u) ∧ er
]
eikr . (D.2)
Nous étudions un dipôle de polarisation σ+, soit d= 1√2(ex + iey). Le principe de
superposition de l'électromagnétisme nous permet de diviser ce problème en deux
parties : on commence donc par l'étude du champ émis par la composante ex du
dipôle. Nous évaluerons ensuite celui créé par la composante ey déphasée de pi/2.
Ex∝ (er ∧ u) ∧ er (D.3)
∝ cosα sinφeα + cosφeφ , (D.4)
où on a utilisé les projections suivantes :
er =
sinα sinφcosα
sinα cosφ
 , eα =
cosα sinφ− sinα
cosα cosφ
 , eφ =
 cosφ0
− sinφ
 . (D.5)
De la même façon on calcule le champ rayonné par la composante ey du dipôle :
Ey∝− sinαeα . (D.6)
Le champ total diﬀusé est ETot∝Ex cos(ωt) +Ey sin(ωt). On peut ici regarder la
forme du diagramme de rayonnement en intensité :
<ITot >∝ cos2 α sin2 φ+ sin2 α cos2 φ, (D.7)
où la moyenne est une moyenne temporelle. La Figure D.2 représente ce diagramme
de rayonnement.
D.2 Passage au travers de la lentille
Les diﬀérentes composantes de la polarisation sont aﬀectées lors du passage au
travers de la lentille. Les vecteurs de polarisation eα et eφ deviennent :
eα→ e′α =
sinφ0
cosφ
 , eφ→ e′φ =
 cosφ0
− sinφ
 . (D.8)
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x
y
z
Figure D.2  Diagramme de
rayonnement d'un dipôle soumis à
une excitation de polarisation σ+.
Le champ total est alors :
ETot
′
(t)∝ (cosα sin2 φ cos(ωt)− sinα sinφ sin(ωt) + cos2 φ cos(ωt)) ex
+ (cosα sinφ cosφ cos(ωt)− sinα cosφ sin(ωt)− cosφ sinφ cos(ωt)) ez .
(D.9)
Ce qui nous donne pour l'intensité, moyennée sur le temps, suivant l'axe ex et
suivant l'axe ez :
Ix∝< ‖E ′x‖2>∝ cos2 α sin4 φ+ sin2 α sin2 φ+ cos4 φ+ 2 cosα sin2 φ cos2 φ (D.10)
Iz ∝ cos2 α sin2 φ cos2 φ+ sin2 α cos2 φ+ cos2 φ sin2 φ+ 2 cosα sin2 φ cos2 φ . (D.11)
D.3 Contraste dans l'analyse en polarisation
Évaluons les valeurs de D.10 pour notre dispositif expérimental. Pour cela on
intègre Ix et Iz sur α et φ avec α∈ [0, pi
6
] et φ∈ [0, 2pi]. On obtient, où on a déﬁni :
ITot = Ix = Iz :
Ix
ITot
= 0.96 (D.12)
Iz
ITot
= 0.04 . (D.13)
Comme on s'y attendait, la majeure partie de l'intensité lumineuse est dans la polari-
sation ex. Nous pouvons maintenant calculer le contraste maximum qu'il est possible
d'obtenir :
C =
Imax − Imin
Imax + Imin
= 0.92 , (D.14)
Cette valeur du contraste maximum de 92% est très proche de la valeur mesurée
expérimentalement Section 4.5.1.
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Annexe E
Autres publications non développées
dans le corps de la thèse
Les publications présentées dans cette annexe correspondent au travail que nous
avons eﬀectué au début de ma thèse. Ces publications ne sont pas présentées en dé-
tails dans le corps de ma thèse car elles ont fait l'objet d'une description extensive
dans la thèse de Andréas Furhmanek (Fuhrmanek, 2011).
Ces publications sont :
• Free-Space Lossless State Detection of a Single Trapped Atom
A. Fuhrmanek, R. Bourgain, Y. R. P. Sortais, and A. Browaeys
Physical Review Letters 106 133003 (2011)
• Sub-Poissonian atom-number ﬂuctuations using light-assisted collisions
Y. R. P. Sortais, A. Fuhrmanek, R. Bourgain, and A. Browaeys
Physical Review A 85, 035403 (2012)
• Light-assisted collisions between a few cold atoms in a microscopic dipole trap
A. Fuhrmanek, R. Bourgain, Y. R. P. Sortais, and A. Browaeys
Physical Review A 85, 062708 (2012)
Free-Space Lossless State Detection of a Single Trapped Atom
A. Fuhrmanek, R. Bourgain, Y. R. P. Sortais, and A. Browaeys
Laboratoire Charles Fabry, Institut d’Optique, CNRS, Univ. Paris-Sud, Campus Polytechnique,
2 avenue Augustin Fresnel, RD 128, 91127 Palaiseau cedex, France
(Received 20 December 2010; published 31 March 2011)
We demonstrate the lossless state-selective detection of a single rubidium 87 atom trapped in an optical
tweezer. This detection is analogous to the one used on trapped ions. After preparation in either a dark or a
bright state, we probe the atom internal state by sending laser light that couples an excited state to the
bright state only. The laser-induced fluorescence is collected by a high numerical aperture lens.
The single-shot fidelity of the detection is 98:6 0:2% and is presently limited by the dark count noise
of the detector. The simplicity of this method opens new perspectives in view of applications to quantum
manipulations of neutral atoms.
DOI: 10.1103/PhysRevLett.106.133003 PACS numbers: 37.10.Gh, 03.67.a, 32.80.Qk
Cold and trapped neutral atoms and ions are model
systems to explore quantum computation [1–3] and quan-
tum simulation of many-body systems [4,5]. They are also
the basis of a variety of entangled states that open new and
exciting perspectives for quantum metrology [6]. For all
these applications one requires, in particular, the control of
the internal states on which quantum information is en-
coded. This can be done by using laser manipulation
techniques. Another important requirement is the ability
to read the internal state of the atoms or ions with a high
fidelity and a minimal loss probability after performing a
quantum manipulation.
A widely used method for state detection relies on
fluorescence measurement [7]. To do so, one identifies a
bright and a dark state, which can be, e.g., two hyperfine
ground states, separated by several gigahertz typically. The
bright state is coupled to an excited state by a closed optical
transition. The signature of the bright state population is
the emission of fluorescence light by the atom or ion when
it is illuminated by a probe laser tuned to this transition.
The signature of the dark state population, on the contrary,
is the absence of fluorescence due to the large hyperfine
splitting. As this method relies on photon scattering, the
energy of the probed atom or ion increases with the number
of recoils. In the case of ions, trap depths of several
thousands of degrees Kelvin are typical, leading to a very
efficient state detection with a negligible loss probability.
There, detection fidelities as high as 99.99% have been
reported [8].
Neutral atoms are also considered as forefront candi-
dates for sophisticated quantum operations as one can
handily control their interactions [9–12]. They also provide
built-in scalability when placed in optical lattices [2].
However, the detection technique mentioned above, when
applied to neutral atoms, is hampered by the small trap
depth, typically lower than a few millidegrees Kelvin. The
heating induced by the probe laser leads more easily to the
loss of the atom before one can collect enough photons to
decide in which state the atom is. Many groups have
therefore implemented a so-called ‘‘push-out’’ measure-
ment based on the state-selective loss of the atom when it is
illuminated by a resonant laser [13–15]. Although this
technique has been proved to be efficient and quantum
projection limited [15], it does not discriminate between
detection-induced losses from any other unwanted losses.
One is therefore in demand of a detection scheme that is
not based on the atom loss.
One way to implement lossless and yet efficient detec-
tion is to place the trapped atom in an optical cavity.
Thanks to the Purcell effect, the fluorescence rate is en-
hanced in the cavity mode such that enough fluorescence
photons can now be collected without losing the atom.
Recently, two experiments demonstrated the state-selective
detection of a single atom by using an optical cavity with
reported fidelities larger than 99.4% [16,17].
In another approach one can simply make use of a lens
with a high numerical aperture to collect the fluorescence
emitted by an atom trapped in an optical dipole trap. In this
Letter, we follow this route and demonstrate the single-shot
detection of the internal state of a rubidium 87 atom
trapped in an optical tweezer. The fidelity of this state-
selective detection method is 98.6% in 1.5 ms, and
the probability to lose the atom during the detection is
less than 2%.
The bright state used in our experiment is the hyperfine
Zeeman state j "i ¼ j5S1=2; F ¼ 2;M ¼ 2i [see Fig. 1(a)].
It is coupled to the excited state jei ¼ j5P3=2; F0 ¼ 3;
M ¼ 3i by a closed transition at  ¼ 780 nm. The dark
state can be any Zeeman state of the (5S1=2, F ¼ 1) mani-
fold, including j #i ¼ j5S1=2; F ¼ 1;M ¼ 1i [18]. It is
separated from the bright state by 6:835 GHz. Let us
estimate the feasibility of the state detection, by using
probe light tuned to the transition between j "i and jei
(the linewidth is =2 ¼ 6 MHz and the saturation inten-
sity is Isat ¼ 1:67 mW  cm2). To do so, we consider an
atom prepared at the bottom of the dipole trap in state j "i,
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and we estimate the number of absorption-spontaneous
emission cycles that elevate the energy of the atom by an
amount equal to the trap depth U. For U=kB ¼ 2 mK (the
typical value for our experiment; kB is the Boltzmann
constant), this number is on the order of U=2Er  5000
(Er ¼ @2k22m is the recoil energy induced by a photon with a
wave vector k ¼ 2=, m is the mass of the atom). This
number puts constraints on the probe light parameters in
order to detect the atom without losing it. Taking for the
saturation parameter s ¼ I=Isat ¼ 0:1 and for the probe
duration t ¼ 1 ms yields a number of scattered photons

2
s
1þst 2000 during the probe pulse, below the 5000
photons calculated above. Using an imaging system with a
detection efficiency of 0.6% [19], one thus expects to
detect 11 fluorescence photons in 1 ms. As our noise
level is well below 1 photon during this time, the bright
state j "i should be identified unambiguously. Based on
this estimation we have implemented this method on a
single atom.
Our experimental setup, represented in Fig. 1(b), has
been described in detail elsewhere [20]. A single atom is
trapped in an optical tweezer produced by a linearly po-
larized 850 nm laser. The optical tweezer is obtained by
sharply focusing the laser through an aspheric lens with a
numerical aperture of 0.5. The atom is captured from an
optical molasses, and due to the small trapping volume
only one atom is trapped at a time [20]. The temperature of
the atom, measured by a release-and-recapture technique
[21], is 35 K in a 2.2 mK deep trap. This value ensures
that the atom is close to the bottom of the trap. We collect
the fluorescence light emitted by the atom by using the
same aspheric lens. This light is detected by a fiber coupled
avalanche photodiode operating in a single photon count-
ing regime. At the beginning and at the end of each
sequence (see below), we test the presence of the atom in
the trap by collecting the fluorescence light induced by the
molasses beams. To detect the internal state of the atom,
we send a unidirectional þ-polarized probe laser prop-
agating along the quantization axis and tune to the tran-
sition from j"i to jei. The quantization axis is set by
applying a magnetic bias field of 1 G.
The experimental sequence begins with a single atom in
a 2.2 mK deep trap. After switching off the molasses lasers
we start the preparation phase in the bright state. We
decrease adiabatically the trap depth down to 0.24 mK
and turn on the bias field. The state preparation is achieved
through optical pumping by sending a 500 s pulse of
pumping light tuned to the transition (5S1=2, F ¼ 2) to
(5P3=2, F
0 ¼ 2) superimposed to repumping light tuned
to the transition (5S1=2, F ¼ 1) to (5P3=2, F0 ¼ 2). Both
laser beams propagate along the quantization axis and are
þ-polarized. We measure the fidelity of the preparation in
(5S1=2, F ¼ 2) by using the push-out technique mentioned
in the introduction. We find a hyperfine state preparation
efficiency of 99.97%, obtained by recapturing 2 atoms after
6000 cycles. In order to estimate the efficiency of the
preparation in, more specifically, theM ¼ 2 Zeeman state,
we analyze the heating rate induced by the preparation
light based on the following fact: An atom well prepared in
state j "i would not scatter photons when illuminated by
the preparation light beams and would thus remain in the
dipole trap unheated. Measuring the actual heating rate
thus yields the probability for the atom to be in other
Zeeman states of the F ¼ 2 manifold. We deduce a prepa-
ration efficiency in j "i of 99.6%. To conclude on the state
preparation, we can alternatively prepare the atom in the
F ¼ 1 manifold (with no control over the Zeeman states)
by illuminating the atom with the pumping light only.
We now turn to the state-selective detection phase. At
the end of the preparation stage we ramp up the trap depth
to a value U and send the state detection probe light during
a time t. The probe is tuned on resonance with light-
shifted transition of the atom at the bottom the trap. The
saturation parameter of the (unidirectional) probe is chosen
sufficiently low that the effect of the potential due to the
radiation pressure force is negligible on the dipole-trap
depth. During this probing sequence, we count the number
of photons detected on the avalanche photodiode.
Depending on the value of the trap depth, we adjust the
duration of the probe pulse such that it induces less than
2% atom loss while maximizing the number of detected
photons. Note that, in addition to the probe-induced losses,
we measure an atom loss probability of 1% intrinsic to our
setup, due to errors when testing for the presence of the
atom at the beginning and at the end of the sequence (0.6%)
and to the vacuum limited lifetime  ¼ 23 s of the single
atom in the dipole trap (0.4%). In the results presented
below, we postselect the experiments where the atom is
present at the end of the sequence.
The result of the experiment for a value of the trap depth
of U ¼ 1:4 mK is shown in Fig. 2. This figure represents
two histograms of the number n of photons detected during
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FIG. 1 (color online). (a) Energy diagram of the D2 line of
87Rb. (b) Experimental setup. An aspheric lens focuses a 850 nm
laser beam down to a spot with a 1:1 m waist ( trap).
Resonant probe light induces the fluorescence of a single atom
loaded in the microscopic trap, which we detect on a fibered
avalanche photodiode (APD).
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the probing period, for an atom prepared, respectively, in
the dark state [distribution PDðnÞ] and in the bright state
j "i [distribution PBðnÞ]. In the case of the dark state, the
distribution is very close to Poissonian with a mean value
hnDi ¼ 0:2 photon. We performed the same experiment
when no atom is present and found no deviation with
respect to the case where the atom is prepared in the dark
state. The dark state signal thus comes from the back-
ground only; i.e., it corresponds to a dark count rate of
the avalanche photodiode of 130 counts=s. In the case of
the preparation in j "i, the histogram shows a mean number
of detected photons hnBi ¼ 9:2 much larger than for the
dark state, as expected. The measured distribution now
slightly deviates from a Poisson distribution (the Mandel
Q factor is 0.4). We have identified as a possible source of
deviation the shot-to-shot fluctuations of the dipole-trap
laser intensity ( 5% standard deviation). These fluctua-
tions translate into fluctuations of the light shifts (and thus
of the atomic transition frequency) and therefore of hnBi,
leading to a broadening of the Poisson distribution. This
effect increases with the trap depth, as observed
experimentally.
We also varied the trap depth and optimized the duration
and the saturation parameter of the probe, as explained
above. For the set of trap depths U=kB ¼
ð0:24; 0:36; 0:7; 1:1; 1:4Þ mK the probe duration was, re-
spectively, t ¼ ð0:7; 0:75; 1; 1:25; 1:5Þ ms and the satura-
tion parameter was s ¼ ð1:1; 1:9; 3:7; 4:9; 6:1Þ  102.
The inset in Fig. 2 summarizes the results on the mean
number of detected photons hnBi versus the trap depth U
for an atom prepared in the bright state. The linear depen-
dence indicates that the average number of photons scat-
tered by the trapped atom varies proportionally to the trap
depth, as assumed qualitatively at the beginning of this
Letter. As a side result, we compare hnBi to the number
of photons scattered by the atom during the probe pulse,

2
s
1þst. This yields a collection efficiency of 0:6% for
our imaging system, in good agreement with an indepen-
dent estimate of the solid angle of the aspheric lens (7%),
the transmission of the optics including the fiber coupling
(20%), and the quantum efficiency of the detector (50%).
In order to characterize the performance of the state
detection, we use the state readout fidelity F defined in
Ref. [8]:
F ¼ 1 12ðB þ DÞ; (1)
where B is the fraction of experiments in which an atom
prepared in the bright state is detected to be dark and,
conversely, D is the fraction of experiments where an
atom prepared in the dark state is found to be bright. To
calculate these quantities we define a threshold nc on the
number of detected photons. We consider that an experi-
ment where more (respectively, less) than nc photons are
detected during the probe pulse corresponds to an atom
prepared in the bright (respectively, dark) state. We calcu-
late the errors B and D by using
B ¼
Xnc
n¼0
PBðnÞ and D ¼
X1
n¼ncþ1
PDðnÞ: (2)
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FIG. 2 (color online). Histograms of the probability to detect a
number of photons n when the atom is initially prepared in the
dark state (blue bars) or in the bright state (red bars). Trap depth,
U=kB ¼ 1:4 mK; probe duration, t ¼ 1:5 ms; probe satura-
tion, s ¼ 6:1 102. The histograms correspond to an average
of 9700 sequences. Black dashed line: Fit to the data by a
Poisson law. Red plain line: Simulated fit taking into account
the shot-to-shot fluctuations of the dipole-trap depth U. (Inset)
Mean number of detected photons hnBi versus the trap depth U
for an atom prepared in the bright state.
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FIG. 3 (color online). Readout error  ¼ 1F versus the
threshold on the number of detected photons, nc, for the data
of Fig. 2.
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FIG. 4 (color online). State detection fidelity versus the trap
depth. The black line is a model explained in the text.
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Figure 3 shows the readout error  ¼ 12 ðB þ DÞ versus
the threshold nc, for the same set of data as in Fig. 2. From
the data in Fig. 3, we extract a minimal readout error of
1.2% (obtained for nc ¼ 2), i.e., a state detection fidelity
F ¼ 98:8%. We repeated the same experiment 6 times
over several days and found an average fidelity F ¼
98:6 0:2% (the error bar is statistical).
Large values of the trap depth allow us to increase the
probe durations to detect more photons. As the background
rate (dark count rate of the detector) remains constant, the
fidelity increases (see Fig. 4). We compare these data to a
model using Poissonian distributions for PDðnÞ and PBðnÞ
with mean values hnDi and hnBi that depend on the trap
depth as discussed above (see the inset in Fig. 2). The
optimum threshold nc is calculated for each value of the
trap depth. Not surprisingly, we find good agreement be-
tween our data and the model [22].
Finally, we discuss the factors that limit our state detec-
tion fidelity to 98.6% and explore the possibilities for
improvement in the future. The main contribution to the
error budget (see Table I) comes from the dark counts of
our avalanche photodiode and is 1%. Using commer-
cially available photodiodes with a lower dark count rate of
25 s1 [16] would readily bring this error contribution
down to 0.3%. A small contribution to the error budget
comes from the above mentioned imperfect state prepara-
tion in j "i (0.03%). Off-resonant Raman transitions in-
duced by the dipole-trap light after the preparation phase
also contribute for 0:1% as they mimic a bad state
preparation by coupling the F ¼ 1 and F ¼ 2 levels [23].
As this contribution scales approximately as 4 ( is the
trap laser frequency detuning with respect to the fluores-
cence transitions), we estimate that using a trapping laser
with a larger wavelength while maintaining the same trap
depth would efficiently reduce this error. The remaining
contribution, which is presently 0.27%, comes mainly from
the small number of detected photons hnBi and hence to a
non-negligible value for PBðn  ncÞ. This error will be
harder to reduce as it implies improving the collection
efficiency on our setup. A small part of the 0.27%
(< 0:1%) comes from the impurity of the polarization of
the probe laser, leading to optical pumping in the F ¼ 1
manifold.
In conclusion, we have demonstrated a lossless internal
state readout of a single atom trapped in an optical
tweezer. This method is based on the collection of the
probe-induced fluorescence using a simple imaging optics.
The fidelity of the state detection is presently 98.6% in a
single shot, with room for technical improvements in the
future. Combined with our ability to efficiently control the
internal states of single atoms [11,15], this nondestructive
state detection completes our toolbox for quantum engi-
neering. We therefore believe that the detection presented
in this Letter will be of great interest for future applications
involving quantum measurements. Furthermore, the ab-
sence of atom loss will prevent the reloading of the atom
after each measurement, thus improving the duty cycle of
the experiments. It will also avoid postdetection correc-
tions when performing quantum operations on a set of
neutral atom qubits.
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Note added.—During the preparation of this manuscript,
we have learned of the existence of a related work [24].
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TABLE I. Error budget of our lossless state detection.
Source of error Contribution
Detector dark counts 1%
Detection inefficiency 0.27%
Raman transitions 0.1%
Imperfect preparation 0.03%
Total error 1.4%
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Sub-Poissonian atom-number fluctuations using light-assisted collisions
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We investigate experimentally the number statistics of a mesoscopic ensemble of cold atoms in a microscopic
dipole trap loaded from a magneto-optical trap and find that the atom-number fluctuations are reduced with respect
to a Poisson distribution due to light-assisted two-body collisions. For numbers of atoms N & 2, we measure a
reduction factor (Fano factor) of 0.72 ± 0.07, which differs from 1 by more than four standard deviations. We
analyze this fact by a general stochastic model describing the competition between the loading of the trap from a
reservoir of cold atoms and multiatom losses, leading to a master equation. Applied to our experimental regime,
this model indicates an asymptotic value of 3/4 for the Fano factor at large N and in the steady state. We thus
show that we have reached the ultimate level of reduction in number fluctuations in our system.
DOI: 10.1103/PhysRevA.85.035403 PACS number(s): 34.50.Rk, 03.65.Ta, 05.40.−a, 42.50.Lc
There is a growing interest in the study of mesoscopic
systems containing between 10–100 particles. For example,
mesoscopic ensembles of ultracold atoms could be a useful
tool for quantum-information processing (e.g., Refs. [1,2])
and for precision measurements beyond the standard quantum
limit [3,4]. They are also a test bed for the investigation of
many-body correlated quantum systems [5] and for the study
of collective effects such as super-radiance (e.g., Ref. [6]).
All these applications require precise knowledge of the
distribution of the number of atoms as the properties of
these finite-size samples are governed by their statistical
nature. In particular, the knowledge of the variance of the
number distribution is important. In this paper we show
experimentally and theoretically that one of the conceptually
simplest mesoscopic systems, namely, a few cold atoms in a
tight dipole trap being loaded from a cold atomic cloud [7–9],
already exhibits nontrivial sub-Poissonian statistics.
The preparation of an atomic sample with a non-Poissonian
atom-number distribution requires a nonlinear mechanism
usually provided by interactions between ultracold atoms. For
example, the dispersive s-wave interaction was used to reduce
the relative atom-number fluctuations between the sites of a
two-well potential [10,11] and of an optical lattice [12]. This
led in particular to the study of the Mott transition [13,14]. This
interaction was also used to demonstrate reduced atom-number
fluctuations in a single tight dipole trap [15]. Recently, the
production of a sample with definite atom numbers was
demonstrated using the Pauli blockade [16].
Inelastic collisions between ultracold atoms can also pro-
vide the nonlinearity required to modify the atom-number
statistics as shown recently [17,18]. In those experiments,
three-body inelastic collisions induce losses in an initially
trapped sample of 50–300 atoms at or close to quantum
degeneracy, and the ever decreasing fraction of remaining
atoms exhibits reduced number fluctuations with respect to
a Poisson distribution. Here, we consider theoretically a
different and yet more general regime in which the trap con-
tinuously experiences the interplay between a loading process
from a reservoir of laser-cooled atoms and strong inelastic
ρ-body losses (ρ > 1), and we investigate experimentally
the case ρ = 2 in which the losses are due to light-assisted
collisions. This situation is used elsewhere to, e.g., produce
a single-atom source [19,20]. There, one operates in the
“collisional-blockade” regime where the loading rate is such
that the microscopic trap contains one or zero atoms with equal
probabilities (〈N〉 = 0.5) and the atom-number distribution is
maximally sub-Poissonian with variance N2 = 0.5〈N〉 [21].
Here, we explore the regime where 〈N〉 goes beyond
0.5 in the steady state as we increase the loading rate. In
practice, we prepare a thermal ensemble of up to 10 cold
atoms at a temperature of ∼100 μK in a microscopic dipole
trap. We observe that the atom-number distribution remains
sub-Poissonian and that the reduction in number fluctuations
with respect to the Poisson distribution N2/〈N〉 is locked
to a constant value of 0.75 for 〈N〉 & 2, a fact that has been
overlooked so far. To explain this fact, we use a microscopic
approach that takes into account the stochastic nature of the
competing loading and loss processes, and we calculate the
atom-number distribution at any time of the system evolution.
We do so by solving a master equation both numerically and
analytically and find good agreement with the average result
of a Monte Carlo approach with which we study the individual
behavior of atoms. Using this general theoretical approach, we
analyze our data and find that we have reached experimentally
the ultimate level of reduction in atom-number fluctuations
that one can expect in a dipole trap operating in our regime
(ρ = 2). The formalism presented in this paper is applicable
to any system in which a random-loading process competes
with a ρ-body-loss process, whatever its nature and whatever
the number of atoms.
To study the number statistics of a few atoms in the
presence of competing random processes, we implemented
the following experiment (details can be found in Ref. [9]).
First, we produced a microscopic optical-dipole trap at
850 nm by sharply focusing a laser beam [22]. We then
loaded this trap from a magneto-optical trap (MOT) of 87Rb
atoms surrounding the region of the dipole trap. Atoms enter
the dipole trap randomly, are trapped thanks to the cooling
effect of the MOT beams, and are expelled from the trap
due mainly to inelastic two-body collisions assisted by the
near-resonant light of the cooling beams and, to a minor extent,
to collisions with the residual background gas in the chamber
(one-body losses). We measured elsewhere the two-body-
and one-body-loss constants to be β ′ ∼ 500 (at.s)−1 and
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FIG. 1. (Color online) Fano factor F versus the average number
of atoms 〈N〉st in the microscopic dipole trap in the steady state.
The square and triangles are the experimental data collected in the
collisional-blockade regime (〈N〉st = 0.5) and beyond (〈N〉st > 0.5),
respectively. The solid line is the model based on a stochastic process
(see text) with β ′ = 500 (at.s)−1 and γ = 0.2 s−1. The dashed line is
the theoretical limit F = 3/4 for 〈N〉st  1. σ is the rms dispersion
of the data collected beyond the collisional-blockade regime.
γ ∼ 0.2 s−1, respectively [23]. The actual value of the loading
rate R is proportional to the MOT local density in the vicinity
of the microscopic trap, which is the parameter that we vary.
For values of R  β ′, the mean number of trapped atoms in
the steady state exceeds unity and is 〈N〉st =
√
R/β ′ while
for R  γ it goes to zero as 〈N〉st = R/γ . The intermediate
regime corresponds to the collisional-blockade regime where
〈N〉st = 0.5. Experimentally, we operate at 〈N〉st & 2 in
the following.
To get information on the number distribution of atoms in
the dipole trap in the steady state, we release the atoms from
the trap and probe them with a pulse of resonant light. Using an
intensifier to amplify single-photon events above the noise of
our CCD camera, we count the detected fluorescence photons
individually [9]. This number is proportional, on average, to
the number of atoms N in the trap before release. We build
up the number distribution of counted photons by repeating
this loading and probing experiment about 100 to 1000 times.
Knowing the response of our imaging system to one atom
exactly, we extract from the photon distribution the mean 〈N〉st
and the variance N2 of the atom-number distribution in the
steady state and calculate the corresponding Fano factor F =
N2/〈N〉st. The data shown in Fig. 1 indicate a clear reduction
of the atom-number fluctuations with respect to a Poisson
distribution for 〈N〉st & 2 with a mean F = 0.72 and a total
uncertainty (one standard deviation) of 0.07. This uncertainty
is obtained by adding quadratically the statistical (type A)
uncertainty of 0.05 (deduced from the rms dispersion of the
data) and the systematic (type B) uncertainty of 0.04, which
we estimated in a previous work [9].
Qualitatively, this reduction can be understood as follows.
If the losses were governed by random one-body events, e.g.,
background gas collisions, the trade-off between the random
loading of the trap and the losses would result in a Poisson
distribution with a mean atom number 〈N〉st in the steady
state. If the losses now involve higher-body processes (ρ >
2), the loss rate varies as the number of ρ uplets in the N -
atom ensemble, i.e., increases nonlinearly with N . For a given
mean atom number, this leads to the number distribution being
narrower than a Poisson distribution as the losses are more
efficient on the high-N side of the distribution.
To explain quantitatively the sub-Poissonian behavior of
the atom-number distribution, we use the following stochastic
model that takes into account the three random processes in-
volved, i.e., the loading, the two-body losses, and the one-body
losses. We consider the evolution in time of the probability
pN (t) to have N atoms in the dipole trap. To calculate
the probability pN (t + dt), we sum the contributions of all
channels associated with the random processes mentioned
above that lead to having N atoms in the trap at t + dt , given
that the trap could possibly be filled with either N − 1, N ,
N + 1, or N + 2 atoms at time t . The probability that a loading
event occurs in the time interval dt when there are already N
atoms in the trap is R dt pN (t). Similarly, the probability that
a loss event occurs during dt is γN dt pN (t) for one-body
events and β ′ N(N−1)2 dt pN (t) for two-body events. We obtain
eventually the following equation:
pN (t + dt) = pN (t)
{
1 −
[
R + γN + β ′ N (N − 1)
2
]
dt
}
+pN−1(t)Rdt + pN+1(t)γ (N + 1)dt
+pN+2(t)β ′ (N + 2)(N + 1)2 dt. (1)
Taking the limit dt → 0, Eq. (1) yields the following master
equation that rules the evolution of pN (t) in time:
dpN
dt
= R(E−1 − 1)[pN ] + γ (E− 1)[NpN ]
+β ′(E2 − 1)
[
N (N − 1)
2
pN
]
, (2)
where E is the “step operator” defined by its effect on an
arbitrary function f (N )
E[f (N )] = f (N + 1), E−1[f (N )] = f (N − 1), (3)
and 1 is the identity operator. Using Eq. (2), we obtain the
equation of evolution of the mean number of atoms 〈N〉 =∑∞
N=0 NpN :
d〈N〉
dt
= R − γ 〈N〉 − β ′〈N〉(〈N〉 − 1) − β ′N2. (4)
When N2 = 0, we recover the phenomenological equation
sometimes used to describe the loading of a trap containing
a small number of atoms [21,24], i.e., dN/dt = R − γN −
β ′N (N − 1). When N2 = 〈N〉 (i.e., assuming a Poisson
distribution), Eq. (4) also yields the widely used equation
d〈N〉/dt = R − γ 〈N〉 − β ′〈N〉2. However, without any a
priori relation between N2 and 〈N〉, Eq. (4) cannot be solved
analytically.
To calculate the first moments of the number distribu-
tion, we used three different approaches. First, we solved
numerically Eq. (2) using the boundary conditions pN (0) =
δN,0 and, for N  〈N〉st, pN (t) = 0. As an example, Fig. 2
illustrates the time evolution of the probabilities pN (t) for
parameters leading to 〈N〉st = 3.6. The number distribution
is found to be sub-Poissonian with F = 0.74. By varying the
loading rate, the same approach yields the distribution for
any value of 〈N〉st. We analyze the case where γ  β ′ in
the following. When 〈N〉st  0.5, we find, as expected, that
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FIG. 2. (Color online) Set of numerical solutions {pN (t)} of
Eq. (2), labeled by N . The parameters R = 6000 s−1, γ = 0.2 s−1,
and β ′ = 500 (at.s)−1 lead to 〈N〉st = 3.6 ∼
√
R/β ′. Inset: The set
of solutions in the steady state {pN (t = 3 ms)} (filled bars) is clearly
sub-Poisson, and the sticks indicate the Poisson distribution with the
same mean value.
the distribution is close to a Poisson law as one-body losses
then dominate two-body losses [see Fig. 3(a)].1 The presence
of two-body-processes-induced losses of atom pairs leads to
a sub-Poissonian behavior that is maximal for 〈N〉st = 0.5,
corresponding to p0 = p1 = 0.5. While this regime has been
described before (see Ref. [21]), the numerical approach pre-
dicts that atom-number fluctuations do not become Poissonian
for larger numbers of atoms. In fact, the Fano factor reaches an
asymptotic value of 0.75 as soon as 〈N〉st & 2, corresponding
to a reduction of −1.25 dB with respect to the Poisson case.
The numerical prediction reproduces well our data as shown in
Fig. 1.
The second approach to solve Eq. (2) is analytical. It is
valid for 〈N〉st  1 only and follows closely the approach
of Ref. [25]. We first rewrite the master equation into a
dimensionless rate equation
dpN
dτ
= 〈N〉st(E−1 − 1)[pN ]
+ 1〈N〉st (E
2 − 1)
[
N (N − 1)
2
pN
]
, (5)
where the one-body-loss term of Eq. (2) has been neglected
(following R  β ′  γ ) and τ = t√Rβ ′ is a dimensionless
time variable. Since the number distribution in the steady state
is expected to peak around 〈N〉st with a width on the order of√〈N〉st, we consider the number of trapped atoms at time τ as
a stochastic quantity of the form
N (τ ) = 〈N〉stφ(τ ) +
√
〈N〉stξ (τ ), (6)
where ξ (τ ) is a stochastic variable with mean 〈ξ 〉(τ ) = 0
and an amplitude of ∼1 and φ(τ ), also on the order of
1, is a deterministic and slowly varying function of time
[φ(τ ) = 〈N〉(τ )/〈N〉st]. We then consider the probability
1The distribution would remain Poissonian for any values of 〈N〉st in
the absence of two-body losses (β ′ = 0) as can be derived analytically
from Eq. (2).
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FIG. 3. (Color online) Theoretical results obtained by different
approaches. The solid line is the numerical solution of Eq. (2) for
our experimental parameters [γ = 0.2 s−1, β ′ ∼ 500 (at.s)−1], and
the squares are the Monte Carlo simulation. (a) Dependence of the
Fano factor on 〈N〉st. (b) Example of the calculated atom-number
distribution in the steady state with R = 5 × 105 s−1, yielding 〈N〉st =
32. The numerical solution is indistinguishable from the Gaussian
solution of Eq. (8). We find a Fano factor F = 3/4. The dotted line is
the Poisson distribution with the same mean value. The dashed line
in (a) is the numerical solution of Eq. (2) when two-body processes
induce the loss of one atom only from the trap [the parameters are
γ = 5 × 10−3 s−1 and β ′ ∼ 500 (at.s)−1]. In the limit γ /β ′ → 0,
〈N〉st can be locked to 1 in a fully deterministic way (N2 = 0).
P (ξ,τ ) = pN (τ ) that N atoms are in the trap at time τ .
Since pN+k(τ ) = P (ξ + k√〈N〉st ,τ ) and 〈N〉st  1, we replace
pN+k(τ ) in Eq. (5) with a Taylor expansion of P (ξ,τ ) in powers
of 1/
√〈N〉st. Replacing pN (τ ) with P (ξ,τ ), the time derivative
dpN/dτ becomes ∂τP −
√
Nst ˙φ∂ξP .
2 Identification of the
power terms in the expanded master equation then yields the
following equations that rule the evolution of φ and P in
time:
˙φ = 1 − φ2, (7)
∂τP = 2φ∂ξ (ξP ) + 12 (2φ2 + 1)∂2ξ P . (8)
Equation (8) is a linear Fokker-Planck equation with time-
dependent coefficients, the steady-state solution of which is
Gaussian [25]. Finally, using Eq. (8), we find that 〈ξ 2〉 evolves
in time according to
d〈ξ 2〉
dτ
= −4φ〈ξ 2〉 + (1 + 2φ2). (9)
2Care must be taken when calculating the total derivative of
P (ξ,τ ) with respect to time as Eq. (5) was established with N
being held constant during an infinitesimal time interval dτ so that
˙ξ (τ ) = −√〈N〉st ˙φ(τ ).
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Equations (7) and (9) allow us to calculate the evolution of the
Fano factor in time, F (τ ) = 〈ξ 2〉(τ )/φ(τ ). In particular, in the
steady state, φ = 1, and F = 3/4. This analytical finding is in
excellent agreement with our numerical solution (see Fig. 3).
Besides, we find that the analytical result is valid for atom
numbers as small as ∼2.
Finally, we cross-checked our theoretical results with a
Monte Carlo simulation in which we calculated at each time
increment the survival probabilities of individual atoms to
the various random events involved in the problem [23].
By averaging over many atomic histories, we reconstructed
atom-number distributions and found Fano factors in very
good agreement with those presented above [see Fig. (3)],
validating the master-equation approach.
In conclusion, we discuss our experimental findings and
theoretical approaches from a more general perspective. First,
the observed reduction in number fluctuations is due to loss
terms that vary nonlinearly as Nρ and is thus intrinsically
robust to losses (provided ρ and the loading rate remain
constant). In our case, we reached experimentally the ultimate
level of reduction (−1.25 dB) predicted by theory when a
loading mechanism competes with a two-body nonlinearity,
leading to the loss of atom pairs no matter the underlying mech-
anism (light-assisted collisions, hyperfine-changing collisions,
etc.). More generally, the exact level of reduction achievable
depends on ρ, on the number of atoms being lost after a ρ-body
process, and on the presence (or the absence) of a loading
mechanism. When R = 0, the analytical approach explained
above can be generalized and yields a Gaussian atom-number
distribution in the steady state [P (ξ,τ ) evolves according to
a Fokker-Planck equation similar to Eq. (8)]. For ρ-body
processes leading to losses of ρ uplets, one finds an equation
similar to Eq. (9) and F = 12 (1 + 1ρ ) in the steady state. When
R = 0, slightly better levels of reduction can be achieved as
F = ρ/(2ρ − 1). This was recently demonstrated in the case
of three-body losses [18]. Finally, we extended our approach
to the case in which two-body collisions lead to the loss of one
atom only from the trap3 as is the case for elastic-collision-
induced evaporative losses and for some light-assisted-loss
mechanisms. Such mechanisms have been used recently to pro-
duce near-deterministically a single-atom source for quantum-
information processing [26]. Taking these mechanisms into
account, our theoretical approach predicts that fluctuations
fully vanish when only one atom is left in the trap in the absence
of one-body decay [see Fig. 3(a)], i.e., that a robust and fully
deterministic preparation of single trapped atoms is in principle
possible.
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Light-assisted collisions between a few cold atoms in a microscopic dipole trap
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We study light-assisted collisions in an ensemble containing a small number (∼3) of cold 87Rb atoms trapped
in a microscopic dipole trap. Using our ability to operate with one atom exactly in the trap, we measure the
one-body heating rate associated with a near-resonant laser excitation, and we use this measurement to extract
the two-body loss rate associated with light-assisted collisions when a few atoms are present in the trap. Our
measurements indicate that the two-body loss rate can reach surprisingly large values β > 10−8 cm3 s−1 and
varies rapidly with the trap depth and the parameters of the excitation light.
DOI: 10.1103/PhysRevA.85.062708 PACS number(s): 34.50.Cx, 34.50.Rk, 37.10.Gh
I. INTRODUCTION
Extensive experimental and theoretical studies have been
devoted in recent decades to light-assisted collisions, using
cold atoms held in a magneto-optical trap [1], including at
the few-atom level [2], or in large optical dipole traps [3,4].
In small dipole traps with size comparable to the wavelength
of the light, light-assisted collisions are used to prepare or
probe mesoscopic atomic ensembles, opening new avenues in
condensed-matter physics and quantum-information process-
ing. For instance, they are at the heart of the preparation of
individual atoms in microscopic optical dipole traps [5–7],
standing waves [8], or three-dimensional optical lattices [9].
They are also at the origin of sub-Poissonian atom number
distributions in a mesoscopic atomic ensemble [10]. Finally,
they constitute an important tool to understand quantum
phases, as demonstrated recently with atoms in optical lattices
[11,12].While conceptually simple, the theoretical description
of light-induced collisions is known to be cumbersome due
to the complex interplay between atomic multilevel structure
and atom-light coupling. The situation is even worse when
considering tightly conﬁned atomic ensembles where the trap-
ping potential acts on the same length scale as the interaction
between the atoms. As a consequence no theoretical prediction
for the loss rates and their dependency on parameters such as
the atomic density or the light parameters is available to date
for this system. The absence of reported measurements makes
the situation even more interesting.
In this paper, we report on an experimental study of
light-assisted collisions between cold atoms that are tightly
conﬁned in a microscopic dipole trap. To allow for future
theoretical modeling of our data, we implemented as closely
as possible the gedanken experiment where merely two atoms
in the ground state (here, 87Rb in the state 5S1/2,F = 2) collide
in the presence of a nearly resonant laser ﬁeld. In our case, the
loading of the dipole trap is nondeterministic [10] and we
operate with a typical average atom number of ∼3. We then
illuminate the trapped atomswith a pulse of near-resonant light
with known frequency and intensity, in order to trigger losses.
The near-resonant light has two effects: it heats the atoms
individually out of the trap and it induces two-body losses,
which we wish to study. To separate the two contributions, we
proceed in two steps. First, we use our ability to operate with
exactly one atom to measure the one-body heating. Second,
we operate with ∼3 trapped 87Rb atoms and use the result
of the single-atom measurement to extract the two-body loss
rate. To extract this rate we develop a Monte Carlo simulation
that we compare to the data. Our measurement indicates
light-assisted collision rates that can reach remarkably large
values (∼10−8 cm3 s−1), well above measured data found in
the literature (by 1–2 orders of magnitude) for atoms held in
magneto-optical traps (for a review, see Ref. [1]) or in larger
dipole traps [3,4]. Our maximal light-assisted collision rates
are surprisingly close to the semiclassical Langevin limit.
II. PRINCIPLE OF THE EXPERIMENT
In our apparatus we operate an optical dipole trap at 850 nm
with micrometer size (waist 1μm) [13], which we load with
cold atoms from a magneto-optical trap (MOT). Atoms enter
the microscopic trap randomly, are trapped thanks to the
cooling effect of the MOT beams, and are expelled from the
trap due to one- or two-body processes. Depending on the local
density of the MOT cloud around the dipole trap, we control
the number of trapped atoms in steady state from one atom
exactly (N0 = 1) to a few atoms on average (〈N0〉  3) [14].
To study the light-assisted collisions, we switch off the
MOT beams and then send the pulse of excitation light
onto the trapped atoms, initially prepared in the 5S1/2,F = 1
level. The excitation light consists of repumping light that
transfers the atoms to the (5S1/2,F = 2) level, labeled S
in Fig. 1,1 superimposed with light nearly resonant with
the (5S1/2,F = 2) → (5P3/2,F ′ = 3) light-shifted transition,
which excites the atoms into the (5P3/2,F ′ = 3) level, labeled
P [see Fig. 1(b)]. The excitation light consists of a pair
of counterpropagating laser beams with orthogonal circular
polarizations. For this experiment, we do not control the
orientation of the magnetic ﬁeld, which has a magnitude
smaller than 0.2 G.
During the laser excitation, two atoms form a loosely bound
pair with one atom in the S state and the other in the P state
and interact through the long-range dipole-dipole attractive
potential V (r) = −C3/r3 (here, r is the interatomic distance,
C3 = 3h¯/4k3,/2π = 6MHz is the linewidth of theP state,
and λ = 2π/k = 780 nm is the wavelength of the S → P
1The repumping light is kept on resonance with the (5S1/2,F =
1) → (5P3/2,F ′ = 2) transition in free space and has a saturation of
∼20.
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FIG. 1. (Color online) (a) Light-assisted atom loss by radiative
escape. Atoms in the S state interact through the van der Waals
potential V (r) = −C6/r6 while atoms in the S and P states inter-
act through the dipole-dipole attractive potential V (r) = −C3/r3.
(b) Levels involved in the experiment. The excitation laser detuning
δ is measured with respect to the free-space transition.
transition), as represented in Fig. 1(a). If the kinetic energy
acquired by an atom pair before it radiates back to the gound
state exceeds the optical dipole trap depthU , it escapes the trap,
thus leading to the loss of two atoms. This interaction-induced
loss mechanism, known as radiative escape [15],2 coexists
with the standard one-body loss mechanism associated with
the cycles of absorption and spontaneous emission of photons
by individual atoms in the trap, which heat them out of the trap.
Whether one or the other mechanism is dominant depends on
the parameters of the experiment, namely, the trap depth U ,
the saturation s = I/Isat (I is the laser intensity and Isat =
1.6 mW/cm2), and the frequency detuning δ of the excitation
light with respect to the single-atom transition in free space
[see Fig. 1(b)].
For a given set of parameters we measure the number of
trapped atoms that remain in the trap after the pulse of light has
been sent. The number of atoms is measured by accumulating
their ﬂuorescence at 780 nm on an intensiﬁed CCD camera
and comparing it to the calibrated ﬂuorescence of a single
atom [14,16]. By varying the duration t of the pulse we obtain
atom loss curves, fromwhichwe extract the one- and two-body
loss rates as explained below.
III. LIGHT-INDUCED LOSSES OF SINGLE ATOMS
To extract the one-body loss rate, we perform the loss
experiment described above with one atom exactly in the trap
(N0 = 1). To do this, we adjust the loading rate of the trap to
operate in the collisional blockade regime [13,17] and trigger
the loss experiment on the presence of a single atom in the
trap. All parameters (trap depth, excitation light parameters)
are otherwise unchanged with respect to the case 〈N0〉 = 3
explored later in this paper. We obtain the survival probability
of a single atom after the excitation process by repeating the
experiment 200 times and measuring each time the presence
or the absence of the atom in the trap after the experiment.
Figure 2(a) shows examples of loss curves that illustrate the
effect of the excitation light. For comparison, the lifetime of
2We neglect here ﬁne-structure-changing collisions that occur at
much shorter interatomic distances [1].
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FIG. 2. (Color online) (a) Survival probability P1(t) of a single
atom in the dipole trap, measured for various detunings of the exci-
tation light δ/2π = {20; 40; 70} MHz (circles, squares, and triangles,
respectively). The trap depth is U = h × 36 MHz = kB × 1.8 mK
and the saturation parameter is s = 0.5. Solid lines show ﬁts of the
data to a heating model (see text). The initial temperature of the single
atom is T0 = 200 μK. Error bars are statistical. (b) Heating rate α
(circles) deduced from the ﬁts of the survival probability, versus δ/2π
(error bars are from the ﬁt); the solid and dashed lines are solutions of
the rate equation model described in the text, with no free parameter,
for T0 = 200 μK and T0 = 300 μK, respectively. Data labeled 1, 2,
and 3 are extracted from the loss curves shown in (a).
the atom in the trap is 24 s in the absence of the excitation light
and is limited by the residual background gas collisions.
The effect of the excitation light is to heat the atom out
of the trap as the duration of the excitation increases. This
effect is quantitatively well explained by assuming that the
temperature of the atom varies in time as T (t) = T0 + αt
since the energy of the atom increases linearly with each
absorption and spontaneous emission cycle. Here, T0 is the
temperature at the beginning of the excitation pulse and α is
the heating rate. Assuming a harmonic trap and a Boltzmann
energy distribution [18], the probability P1(t) for a single atom
to remain in the trapwith depthU at a temperature T (t) is given
by
P1(t) = 1 −
[
1 + η(t) + 12η(t)2
]
exp[−η(t)], (1)
where η(t) = U/kBT (t) (kB is the Boltzmann constant). The
temperature T0 being measured independently by a release-
and-recapture technique [18], we ﬁt the data to the function
P1(t) with α being the only free parameter. The result obtained
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for α is shown in Fig. 2(b). As expected, it reaches a maximum
when the excitation light is nearly resonant with the light-
shiftedS → P transition, i.e., δ = U/h¯ (h = 2πh¯ is the Planck
constant).
The position and the shape of this resonance are conﬁrmed
by calculating the heating rate α = 2ErR/kB , where R is
the photon scattering rate and Er is the recoil energy. We
use a rate equation model to calculate the populations of
the various Zeeman sublevels from which we deduce the
scattering rate R. We take into account the ﬁnite initial
temperature of the atom, T0 = 200 μK, and its linear increase
in time, which lead to random positions of the atom in the
trap, and therefore to different light shifts for the various
Zeeman states. As seen in Fig. 2(b), this model reproduces
the broadening of the resonance with respect to the natural
linewidth /2π = 6 MHz. In the following, we will use it
to extrapolate the heating rate α to other values of T0, as
T0 varies when operating with more than one atom initially.
For instance, the dashed curve in Fig. 2(b) shows how the
resonance in α is shifted towards the low values of δ when
T0 increases from T0 = 200 μK (as measured when N0 = 1)
to T0 = 300 μK (when 〈N0〉 = 3). Qualitatively, this shift
corresponds to the shift of the Boltzmann energy distribution
towards the shallower parts of the trap.
IV. LIGHT-INDUCED LOSSES IN THE MULTIATOM CASE
A. Experimental observations
We now turn to the case where a few atoms are loaded
in the trap. Starting with 〈N0〉  3 atoms, we measure the
average number of atoms that remain in the trap after the
excitation pulse has been sent.3 Again the measurements are
performed by averaging over several hundreds of experiments.
In the absence of excitation light the number of atoms remains
constant on time scales large with respect to the pulse duration.
In the presence of excitation light we observe losses that
can be much faster than in the single-atom case, depending
on the trap depth and the excitation light parameters. For
example, Fig. 3(a) compares loss curves taken for (N0 =
1,T0 = 200 μK) and (〈N0〉 = 3.5,T0 = 300 μK) initially, all
other parameters being the same (s = 0.5, δ/2π = 20 MHz,
U/h = 36 MHz). For this set of parameters and 〈N0〉 = 3.5,
the number of atoms drops by a factor of 2 in only 0.25 ms,
at least one order of magnitude faster than in the single-atom
case. This rapid decrease is incompatible with the radiative
heating rate α measured in the single-atom case, taking into
account the increase in T0 when we operate with a few atoms
[see Sec. III and Fig. 2(b)]. More generally, we observe
this phenomenon for small values of the detuning, typically
δ . U/h¯ [see Fig. 3(b)]. While a model involving only the
radiative heating process does not reproduce the data, adding
two-body losses to the model does, as shown in Fig. 3(a).
We thus attribute the observed excess losses in this regime
to the leading two-body light-induced collisions, neglecting
higher-body collisional processes. By contrast, for δ & U/h¯,
3The uncertainty on the mean number of initially trapped atoms is
±0.4 due to day-to-day ﬂuctuations in the loading rate.
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FIG. 3. (Color online) (a) Average number of atoms 〈N (t)〉
remaining in the dipole trap after excitation by a light pulse with
duration t . Squares: the initial number of atoms in the trap is
〈N0〉 = 3.5; the solid line is a ﬁt to a Monte Carlo simulation (see
text), with a heating rate α = 0.21 mK/ms and a two-body loss rate
β ′ = 1.2 (atomsms)−1. Circles: single-atom measurements rescaled
to N0 = 3.5; the solid line is a ﬁt to the radiative heating model. Error
bars are statistical. Parameters of the experiments: U/h = 36 MHz,
δ/2π = 20 MHz, s = 0.5. (b) Inverse of the half lifetime in the cases
〈N0〉 = 3.5 (squares) and N0 = 1 (circles) versus the detuning of the
excitation light.
loss curves overlap well in the few- and single-atom cases,
indicating that the radiative heating process is identical in both
cases and is the dominant loss mechanism. In order to reveal
the range of detunings where two-body losses dominate over
one-body heating, we have represented in Fig. 3(b) the inverse
of the half-lifetime of the survival probability for both the
single and the few-atom cases:4 for δ/2π > 40 MHz ≈ U/h,
the two curves are nearly identical, indicating that the heating
is dominant, while the two-body light-assisted losses dominate
for smaller detunings.
B. Model including radiative heating and two-body losses
To extract the contribution of the two-body loss processes
from our loss curves, we developed a Monte Carlo simulation
4The data shown in Fig. 3(b) in the single-atom case have been
properly extrapolated from the data of Fig. 2(b) to T0 = 300 μK,
thus showing the real contribution of radiative heating in the few-atom
case.
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to ﬁnd the time-dependent number of atoms N (t). This
approach is particularly appropriate in our situation as the
competing radiative heating process leads to a time-dependent
one-body loss rate and because we need to take into account
the discreteness of the small atom number. We describe here
the main lines of our simulation.
At each time step dt we evaluate the inﬁnitesimal proba-
bility for a two-body loss event to have occurred within the
N-atom ensemble between times t and t + dt , and we compare
it to the probability of a one-body event to have occurred due
to radiative heating during the same time interval dt . The ﬁrst
is denoted dqtwo-body and is related to the number of atom pairs
at time t and the two-body loss constant β ′ through [3]
dqtwo-body = β ′N (t)[N (t) − 1]dt/2.
The second is denoted dqone-body and is related to the number
of atoms N (t) and to the instantaneous one-body loss rate γ (t)
through
dqone-body = γ (t)N (t)dt.
Here, γ (t) = − ˙P1(t)/P1(t), as obtained by a Taylor expansion
of P1(t + dt), where P1(t) is given by Eq. (1). In practice, we
calculate P1(t) by using the heating rate α measured in the
single-atom regime, corrected by the temperature T0 of the N-
atomensemble,whichwemeasure independently by a time-of-
ﬂight method. At each time step of the simulation, three chan-
nels are possible: (i) no loss occurs during dt : the probability
associatedwith this channel is (1 − dqone-body)(1 − dqtwo-body);
(ii) a one-body loss takes place and the atom number decreases
by 1: the associated probability is dqone-body(1 − dqtwo-body);
(iii) a two-body loss occurs and the atom number decreases by
2: the associated probability is dqtwo-body(1 − dqone-body). We
pick up randomly one out of these three channels according to
their associated probabilities, calculate the number of atoms
at time t + dt , and then proceed to the next time step. By
averaging over the initial atomnumber distribution∼200 times
we obtain a loss curve that simulates the actual measurements
described above [see, e.g., Fig. 3(a)].
C. Light-assisted two-body loss rates
The Monte Carlo simulation described in the previ-
ous section yields values of β ′ that range from 0.02 to
10 (atomsms)−1, depending on the trapping and excitation
parameters explored. In order to compare our results to
theoretical models and to measurements reported elsewhere
in other trapping conﬁgurations, we calculate the normalized
two-body loss rate β = β ′2√2V [1], where V = ( 2πkBT0
mω2
)3/2
is the volume occupied by the atoms assumed to be at thermal
equilibrium at T0. Here, ω = (ω2⊥ω‖)1/3 is the geometric
average of the dipole trap oscillation frequencies ω⊥ and ω‖,
and m is the mass of an atom. For example, the data shown
in Fig. 3(a) are best ﬁtted when β ′ = 1.2 ± 0.5 (atoms ms)−1.
Using T0 = 300 μK and the parameters of our setup (ω⊥ =
130 kHz and ω‖ = 25 kHz), we obtain V = 0.7 μm3 and
β = 2.4 ± 1.1 × 10−9 cm3 s−1.
10
-11
10
-10
10
-9
10
-8
10
-7
β (
cm
3  
s-
1 )
-60 -40 -20 0 20
δ/2π - U/h (MHz)
(a)
Langevin limits
T0=200µK
T0=400µK
10
-10
2
4
10
-9
2
4
10
-8
2
4
10
-7
β (
cm
3  
s-
1 )
2.01.51.00.50.0
Saturation parameter s
β
∞
Langevin limits
U = h x 18MHz
U = h x 36MHz
(b)
FIG. 4. (Color online) Two-body loss rate versus (a) the light-
shifted detuning δ/2π − U/h, and (b) the saturation parameter s
of the excitation light. Triangles, squares, and lozenges correspond
respectively to trap depths U/h = (18; 36; 54) MHz, initial peak
atomic densities n0 = (2.7; 4.3; 5.1) × 1012 cm−3, and initial tem-
peratures T0 = (200; 300; 400) μK. The average initial atom number
is 〈N0〉  3 for all the data. Error bars are from the ﬁts. The dashed
lines are the Langevin limitsβL associatedwith each set of parameters
(U,T0) (see text). In (a), the saturation parameter is s = 0.5. In (b),
the detuning of the excitation is δ/2π = 10 MHz. The solid lines
are ﬁts of the data to a β∞s/(1 + s) model (with β∞ the only free
parameter). The dotted lines indicate the asymptotical value β∞ in
each case.
We extracted in the same way the loss rate β for various
values of the trap depth U and of the excitation detuning
δ and saturation s. Figure 4(a) summarizes our results for
a saturation parameter s = 0.5 when we scan the frequency
of the excitation light across the trap depth. We observe a
resonance in β that is shifted to the red with respect to
the frequency corresponding to the bottom of the trap, i.e.,
when the light-shifted detuning  = δ − U/h¯ . 0. On the
blue side of the resonance (δ & U/h¯), the two-body loss rate
is suppressed, due to the excitation to a repulsive potential
curve [1,19].
We also observe that the peak value of β increases
by more than an order of magnitude when the trap depth
decreases only by a factor of 3. Figure 4(b) shows that β also
increases as s/(1 + s), in qualitative agreement with a simple
model assuming a two-level system. For the largest saturation
parameter investigated (s = 1.5), we ﬁnd our largest value of
the two-body rate constant β = 3.0 ± 1.5 × 10−8 cm3 s−1.
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D. Discussion
Our measurements indicate that the light-assisted two-
body loss rate can reach values remarkably larger than any
reportedmeasurementswe could ﬁnd, using three-dimensional
excitation light and either 85Rb or 87Rb. For example, Kuppens
et al. [3] measure β ∼ 10−9 cm3 s−1 using a dipole trap
with a waist of 26 μm and trap depths, temperatures, and
spatial densities comparable to ours. Kulatunga et al. [4] use a
dipole trap with a waist of 5.6 μm size and measure two-body
loss rates as large as β ′ ≈ 10−2 (atoms s)−1. Estimating their
volume at thermal equilibrium, we have found that this
corresponds to a normalized loss rate β ∼ 10−11 cm3 s−1.
Only Schlosser et al. [5,17] have to assume large values
of β ′ ∼ 1000 (atoms s)−1 to explain the loading of at most
one atom in their submicrometer-size dipole trap. Again
estimating their one-atom thermal volume [3,18], this yields
β ∼ 3 × 10−9 cm3 s−1.
The analysis presented in Sec. IVC assumed the volume
V occupied by the atoms to be constant during the excitation
pulse, and equal to the thermal volume for atoms at a constant
temperature T0. This assumption is actually not valid when
the inﬂuence of the heating is larger than or comparable to
the two-body loss mechanism, i.e., when δ & U/h¯. However,
neglecting the temperature increase during the light excitation
actually leads to an underestimate of V and thus of β. For
instance, we checked that for the highest values of β that we
measured the temperature increased by less than 15% during
the excitation, leading to an underestimation of β by less than
25%, a difference within our error bars.
E. Comparison to a semiclassical model
Finally, we compare our largestmeasured light-assisted loss
rate [i.e., β∞ = 3.1 ± 0.2 × 10−8 cm3 s−1 in Fig. 4(b)] to the
Langevin semiclassical limit βL = σLv [20] for the collision
rate. Here, v =
√
16kBT0
πm
is the average velocity of the atoms
in the frame of the two-body center of mass. The Langevin
cross section σL is obtained by summing the maximum cross
sections (2l + 1)4πh¯2/(mE) up to the maximum partial wave
lmax contributing to the collision, for a given collision energy
E. In this approach,
σL = 4πh¯
2
mE
(lmax + 1)2. (2)
We calculate lmax by imposing two conditions. First, assuming
the pair of atoms has been excited in the S + P potential (see
Fig. 1), the kinetic energy E = 32kBT0 of the two colliding
atoms in the frame of their center of mass must be larger than
the height of the centrifugal barrier to allow the collision to
take place at short interatomic distance. This condition yields
lmax,1(lmax,1 + 1) = 3m2h¯2
(
2C23E
)1/3
, (3)
σL ≈ 6π
(
2C23
E2
)1/3
, (4)
as lmax,1  1 (lmax,1  50 typically). Second, the height of
the centrifugal barrier in the S + S potential should be small
enough to allow a pair of atoms with energy E to be excited
at an interatomic distance shorter than their minimal approach
distance. This yields
lmax,2(lmax,2 + 1)h¯2
/(
mr2exc
) = E, (5)
where the distance rexc actually depends on the light-shifted
detuning  through rexc = (−C3/h¯)1/3. This second condi-
tion yields
σL ≈ 4πr2exc. (6)
The maximal partial wave contributing to the cross sec-
tion is actually lmax = Min(lmax,1,lmax,2). Figure 4 shows the
Langevin limit set by these two conditions. For atoms at
a temperature T0 = 200 μK in a trap with U/h = 18 MHz
and an excitation with δ/2π = 10 MHz, βL = 4.1 × 10−8
cm3 s−1, close to our largest measured value β∞ = 3.1 ±
0.2 × 10−8 cm3 s−1 [see Fig. 4(b)]. Given the simplicity of
the model, it is quite surprising that the light-assisted process
studied here approaches this theoretical limit: for alkali metals
the two-body collision rate is predicted to be smaller than the
Langevin limit by at least one order of magnitude [20].
V. CONCLUSION
In conclusion, using our ability to isolate one-body radiative
heating from two-body losses, we have measured remarkably
large two-body collision rates in a micrometer-size optical
dipole trap in the presence of near-resonant light. We have
found that these large rates are close to the semiclassical
Langevin limit. Given the complexity of the situation con-
sidered here, due to the near-resonant character of the light
combined to the small size of the trapping potential that may
affect the interaction between the atoms, it is quite remarkable
that a simple semiclassical argument reproduces our largest
measured value. It would be interesting to cross-check our
ﬁndings using atoms in optical lattices, a situation where the
sites also have a submicrometer size and where the number of
atoms per site can be controlled precisely [11,12].
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Résumé
Lorsque l'on place des atomes suﬃsamment proches les uns des autres, l'interaction
dipôle-dipôle résonante entre les atomes modiﬁe leurs propriétés. Les atomes se comportent
alors de manière collective. Ces eﬀets collectifs se produisent lorsque les distances interparti-
culaires sont de l'ordre de λ/(2pi), où λ est la longueur d'onde de la transition atomique. La
densité atomique est alors de l'ordre de 1014 at/cm3. Aﬁn de créer des échantillons d'atomes
froids présentant des densités aussi élevées, nous avons mis en place plusieurs méthodes de
chargement de nos pinces optiques de taille micrométrique. L'une d'elles utilise un proces-
sus d'évaporation forcée qui amène les atomes proches de la dégénérescence quantique. En
utilisant des nuages denses contenant quelques centaines d'atomes à des densités spatiales
élevées, et en étudiant les modiﬁcations de la diﬀusion de la lumière qui en résultent, nous
avons pu mettre en évidence des eﬀets collectifs entre les atomes. Nous avons par ailleurs
mesuré le retard de Wigner associé à la diﬀusion élastique de la lumière par un atome unique
de rubidium. Nous avons mesuré un retard proche de la valeur théorique, c'est-à-dire deux
fois la durée de vie de la transition atomique (52 ns).
Mots-clés : systèmes mésoscopiques, nuages denses, atomes froids, pinces optiques,
refroidissement évaporatif, interaction dipôle-dipôle, eﬀets collectifs, Lamb shift collectif,
superradiance, sousradiance
Summary
When several atoms are placed close to each other, the resonant dipole-dipole interaction
between atoms modiﬁes the atomic properties and atoms behave collectively. These collec-
tive eﬀects occur for interatomic distances on the order of λ/(2pi), where λ is the wavelength
of the atomic transition. The atomic density is then on the order of 1014 at/cm3. To create
such cold atomic samples, we load optical tweezers with a microscopic size according to
several loading schemes. One of them uses forced evaporative cooling and brings the atoms
close to quantum degeneracy. We have used dense clouds containing a few hundred atoms
with a high spatial density to demonstrate collective eﬀects between the atoms. In particu-
lar, we have studied how these eﬀects modify the scattering of light by the cloud. Besides,
we have also measured for the ﬁrst time the time-delay associated to the elastic scattering
of light by a single rubidium atom, the so-called Wigner delay. We have shown that this de-
lay is close to the theoretical prediction of twice the lifetime of the atomic transition (52 ns).
Key words : mesoscopic systems, dense clouds, cold atoms, optical tweezers, evapora-
tive cooling, dipole-dipole interaction, collective eﬀects, collective Lamb shift, superradiance,
subradiance
